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Preface 


The mechanism of multiple particle production at extremely high energy — 
_ this is undoubtedly one of the most challenging topics in contemporary 
nuclear physics. (By the word “extremely high”? we mean here the energy 
/ region above 19% Gev.) The problem remains still quite unsettled, though it 
has been intensively attacked both by experimental and theoretical wor- 
kers!), Various theories and models have so far been proposed almost inde- 
pendently of each other and with little interrelation to each other; and we can- 
not tell for certain which of them, if any, reproduces the main aspects of the 
experiments. This situation is partly due to the incompetence of the current 
field theories at this new domain of physics, and partly due to the lack of 
systematic knowledge on the characteristic features of the phenomena. 


1) Excellent review articles on this problem have been published by Lewis [1] and by 
RozenTAv’ and CERNAVSKIJ [2]. The latter, in particular, has given a systematic and 
detailed account of experimental and theoretical investigations, available at the time 
of its publication (1954). 
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With the remarkable improvement of experimental techniques in recen i 
years, available data have been and are being steadily accumulated, andi) 
rapid progress is expected also in the field of theoretical investigations. It} 
would be sensible, therefore, for us to write a critical report on our presen il 
knowledge and understanding concerning this problem, in order to orientate} 
ourselves for further development. 

In Part I the empirical information on extremely high energy nuclear pheno 
mena will be described, and in Part II a survey of some of the existing 
theories and models will be given. In Part III, more recent developments 
will be discussed, including the foundations and interrelations of variousj} 
theories, models proposed recently, general reconsideration of theories and 
models, and the limit of applicability of the current field theories. 


| 


Part I. Summary of experimental knowledge 


In this part the empirical information available on extremely high energy) 
phenomena will be summarized. We shall, of course, not exhaust all of then} 
but refer only to those which are correlated to the elementary process’) o}ff 
high energy nuclear collision. 
We have at present two. main sources of experimental information on extre} 
mely high energy phenomena. One is the jet-shower recorded in nucleaij|. 
emulsions, the data for which will be described in § 1. Nuclea remulsion plates} 
exposed at a very high altitude, give us information on events with energie 
— with the present technique — up to 10° Gev and sometimes even 10° Gevij} 
The other is the extensive air shower, which will be described in § 2, and is} 
mainly concerned with energy higher than 10° Gev. 
Experiments on these two phenomena give us types of informatioy|} 


event, that is, a collision event of an extremely high energy particle with é¢ 
nucleus. We can even select an elementary collision by making use of appro 
priate criteria, for example, taking only those events in which the numbe} 
of heavy prongs is very small. Thus we can directly analyse the process of] 
high energy nuclear collision, including elementary process. 
Extensive air shower, on the other hand, is the only source of informatiog}| 
on events of still higher energy which are not accessible to the prese 
emulsion technique. The largest air shower observed in the lower atmosphert} 
may correspond to the primary cosmic ray particle with energy of 10° Ge} 
or more. The analyses of air shower data afford some immediate restrictio 
on the theory of elementary collision. For instance, the extension of t 
core of the shower would be a useful criterion for the theory of multipllf 
production. 
Generally speaking, however, many of the quantities measurable on exte 
sive air showers do not directly reflect the character of elementary collisions} | 
They are quantities superposed and averaged over several generations qj) 
1) «Elementary process” can include a collision of nucleus or a part of nucleus if it také|||_ 
place in one act, much in the same way as a collision of elementary partieles. Indeed or} 
of the characteristic features of extremely high energy collision is that an incident paj}| 
ticle (or small nucleus) can penetrate into a target (larger) nucleus‘and collide with |||” 
tube-like part of the nuclear matter without much affecting the rest of the nucleus. Ti] | 
such cases theories of elementary particle collision can be applied rather easily. 
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nuclear cascade. Thus they can be used as indirect checks on the theory of 
elementary collision. 

It is desirable, therefore, that we choose from the air shower phenomena the 
quantities which reflect as directly as possible the characteristic features of 
the elementary act. In this connection one might be inclined to say that we 
have not yet found any ingenious device to utilize the empirical data of air 
shower for constructing the theory of the elementary process of multiple 
production and that further discussions are required concerning what kind of 
experiment will be most effective for such a purpose. Since many researches are 
now being carried out by several groups, however, we may expect fruitful 
results in the near future. The present state of research work on the nature of 
extensive air showers, which may be considered to be more or less related 
to the theory of elementary acts, will be described in § 2. 


§1. Nuclear Emulsion Data 


1.1. Progress in nuclear emulsion technique 


1.1.1. In 1948 the so-called electron-sensitive photographic plate was suc- 
cessfully produced, which was capable of detecting the minimum ionization 


_ tracks characteristic of relativistic particles with single charge. This opened 


anew way to the study of extremely high energy phenomena by nuclear 
emulsion. 

The investigation of jet showers by exposing nuclear emulsion at the upper 
part of the atmosphere started in 1949 [3], and since then there has been an 
ever-increasing tendency of making the emulsion stack larger and larger’). 


1.1.2. In the earlier days (before 1953, say) the analysis of jets was mainly 
concerned with the evaluation of primary energy, and the number of charged 
secondary particles [4]. The increase of the stack size has made it possible, 
however, not only to obtain a larger number of events with higher energies, 
but also to investigate the behaviour of secondary particles, whose mean 
free path in the emulsion is 30 ~ 40 cm, and thus to make a more advanced. 
study of the properties of the elementary process. For particular purposes 
devices such as emulsion chambers are also being utilized [8]. 


1.2. Measurements on jet showers 


1.2.1. A considerable fraction of the energy carried by an extremely high 
energy particle incident into a large emulsion stack will ultimately be rele- 


1) A typical example at present would be something like the following: Giant stacks, 


containing 1 ~ 101 emulsion (for instance, 200 plates of 30 cm x 40 cm x 0.6 mm) are 
flown up by a balloon to an altitude of 20 ~ 30 km and exposed during 6 ~ 8 hours. 
Events of < 10° Gev can be studied by such an experiment. 

The Texas project in 1958 is expected to fly 2001 emulsion (1,000 plates of 60 cm 
x 80 cm X 0.6 mm) and to supply us with data of < 10° Gev events. 

An ideal case, barely possible with the present technique, would be, according to Cocconl, 


several days exposure of 1 m? emulsion, which would catch 10’ Gev events [4]. 


There are also attempts to make the emulsion stack still larger at the sacrifice of altitude, 
by making use of airplanes or simply putting it on the top of a mountain. 
1* 
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ased in the form of an electromagnetic cascade shower. By detecting well; 
developed cascade showers at the bottom of the stack and tracing theng 
back, therefore, we can detect events of very energetic nuclear collision 
with relatively small bias. 
1.2.2. The quantities which are directly measurable on jet showers are thé 
following: 
i) Charge of the incident particle. In a primary jet the incident particle is 
presumably a proton (+), an a-particle (++), or a heavier nucleus; 4 
secondary jet can be initiated by these particles as well as by a neutra 
heavy particle (a neutron, for example), a charged or neutral meson (a heavy] 
meson or a pion, except a neutral pion). 
ii) Number of relativistic tracks, n;, and that of heavy tracks, N;1). Heavy 
tracks are usually identified with evaporation or recoil protons or a’s, and 
events with no or few heavy tracks are regarded as nucleon-nucleon (0} 
pion-nucleon) collisions”). | 
iii) Concerning individual relativistic tracks, the following quantities ar¢| 
measured: a) Angle with respect to the direction of incident particle, b) mear 
scattering angles (absolute measurement can be done only for long tracki 
of relatively slow — of several Gev, say — tracks, while the measurement} 
of relative scattering is practicable for higher energies — of several tens oj 
Gev or even 100 Gev, say — and serves as one of the most reliable estilJ 
mations of energy); c) grain (or blob) density (for particles with energy no 
much larger than their rest mass), d) mean free path of the secondary pan} 
ticles for nuclear interaction, and e) the property of secondary nucleaj 
interaction (secondary jet, for which the same analysis is repeated). 


secondary interaction, either a secondary star.or electron pair creations an{ 
subsequent electromagnetic cascade. In the latter case it is interpreted a: 
due to a neutral pion, and in the former as due to a neutral particle othe} 
than pion. 


1.3. Estimation of the primary energy 


1.3.1. We make the assumption: The velocity of secondary relativist | 
particles, v;, ({ = 1,2, ..., ms) in the c. m. s.3), and the velocity of the c. m. 
to the 1. s.*), v,, are very close to each other, i. e., v./v; ~ 1 for all 7’s. (if 
the energy range we are discussing, Ve ~ 1°), but some of the secondar 
particles could be rather slow in the c. m. s. In such a case the above assum] 
tion is not correct, but the error introduced can generally be neglected.) The 
relativistic kinematics gives the following relation: 


— log y. = log tan O. — log tan 6,/2, (1.1 


1) In the second and the third parts of this report, the symbol N is used to represe | 
the number of secondary particles, which is most closely related to ns, and not to Ni} 
2) This criterion is not always valid [9]. 
3) Center of mass system. The quantities in the c.m.s. are denoted by letters withot 
suffix. SS ea 
4) Laboratory system. The quantities in the ]. s. are denoted by a suffix L. 
5) We use the unit k = c = k = 1 (k: Boltzmann constant) throughout this report. 


Theory of Multiple Particle Production at Extremely High Energy 5 


between the Lorentz factor 


Yo = (1 — vG)-"2 (1.2) 


and the angles of emission 6 and 6! in the c. m.s. and the ls. respectively. 


1.3.2. Further we make another essential assumption, that the angular 
distribution of relativistic particles has forward-backward symmetry in the 
c.m.s. This implies that, if we average the right hand side of (1.1) over all 
secondary relativistic particles, the last term will be cancelled out. Thus Ve 
is determined by?) [10] 


1 ns 
— logy, = a. pa log tan 07’. (1.3) 
c i= 


1.3.3. If we denote the mass of the incident particle by M,, that of the 
target particle by M,, then the incident energy E£" in the 1. s. is given by the 
| formula, 


v1 
M? 


fa) - 
B= My {2-0 4% (2 - 1 TA) | ~ 2M, ye, (1.4) 
2 


while the total energy in the c. m.s., W is given by 


: M,\2)" 
W=M, tne + fore — 0) + (Fe) | ~ 2M, Ye. (1.5) 


2, 


It is seen that the estimation of primary energy in the 1. s., and that of the 
total energy in the c. m.s., essentially depend on M,, but not sensitive to 
M,, as far as y, > M,/M, ”). 

' Sometimes the discrepancies between theory and experiment can be reduced 
by assigning to M, values larger than a single nucleon [12]. 

1.3.4. The reasoning above is based on an implicit assumption that the 
collision is a single process. In a complicated series of successive collisions, 
| even when the resultant secondary particles as a whole show a forward- 
| backward symmetry in a certain coordinate system, specified by an apparent 


| 2) The practical procedure is to make the log (tan 9) plot, and determine the center 
} of distribution, which gives — log y¢ [7]. Then we know the angular distribution in the 
¢.m.s. by making use of (1.1), and we can more or less examine the consistency of our 
| assumption of forward-backward symmetry. 

| We can also plot log (F/1 —F) as function of log tan 94, where F —F(§") represents 
the fraction of the number of particles contained within the angle 9! in the 1. s. [JJ]. 
When the angular distribution in the c.m.s. is isotropic, F (9") = (1 — cos §)/2, so that 
log(F/1 —F) = 2log tan 9/2. This means, by (1.1), that log(F/1 — F) vs(log tan 9 
t + log yc) is a straight line with the slope 2. 

| 2) This fact can be easily understood in the following way: The target particle has energy 
My, in the c.m.s. If the mass ratio M,/M, is not too large, the incident particle is also 
relativistic in the c.m.s. and has the same energy as the target particle. Thus the total 
energy in the c.m.s., W, is given approximately by 2 M,yc. The energy in the 1. s. is equal 
to the above value (“‘mass” of the total system) multiplied by yc. (HU + M, = Wy). 
Analyzing the empirical data in this way, some authors recently proposed the so-called 
two-center model. (See Part IIT, 2.2.) 


6 Z. Kosa and 8. TAKAGI 


Table 1.1 
Values of average transverse momentum?) 


Primary Transverse Kind | 
Experimenter Energy momentum ae Energy of par- | 
(Gev) (Gev/c) of events | measurement ticles 
Bristol 103—10° | 0.41 + 0.13 43 Scattering Se 
0.8 + 0.1 36 Secondary jet + 
1.4 -+ 0.2 9 Secondary jet 0 
Ionization 
0.52 + 0.16 80 feu y 
Japanese factor-103| 0.4 + 0.2?) 49 Cascade 2° 
emulsion factor - 104 Opening angle 
group of m°—>2y 
GRAMENITZKIJ 8 x 104 0.55 Secondary jet of 
et al. 0.42 
0.30 9 Scattering y 
DEBENEDETT! 5 X 108 0.3 + 0.15 36 Scattering 
et al. 
Mirsowicz 3.3 Xx 10° 0.22 Secondary jet + 
et al. \ 0.54 ' 
0.74 15 Opening angle y 
of y—>et + e- 
Ecole — 107? 0.3 + 0.15 2 Double cloud | + 
polytechn. | chamber 


ye derived by. (1.3), the latter is not connected with the primary energy 
through (1.4.) 3). | 
1.3.5. An independent evaluation of the lower limit of the primary energy 
can sometimes be carried out by summing up the energies of secondary 
particles, when the latter can be estimated. 
1.3.6. It should be noticed that the above method of energy estimation iW 

applicable to secondary stars, too, and this gives one of the reliable way} 
for the evaluation of the energy of high energy secondary particles‘) othes 
than neutral pions®). This is one of the advantages of large emulsion stack 


eee 


1.4. Properties of the elementary process and secondary particles 


1.4.1. Transverse momentum p,.The stability of the distribution of p, wa) 
first suggested by NISHIMURA [14] and confirmed by the Japanese grou 


1) This table is due to Prof. J. Nishimura. 
2) Here the “error”, -—+ 0.2, represents the width of the distribution. In other lines ay 
the same column, the errors are the statistical ones. 

3) Thus it would not make much sense to apply this method to cases of oe Np. 

4) One has to be careful, however, in the analysis of secondary jets, because most of ther | 
are probably induced by mesons, and, according to certain models (See IT. § 5 and III} 
§ 2), the meson-nucleon collision may give rise to a single excited cloud of mesons, whic 
then disintegrates symmetrically in its own center of mass system. Then the appare 
ye derived by (1.3) will represent the Lorentz factor of this meson cloud and havy 
nothing to do with the incident energy [13]. 
5) The energy of neutral pions is estimated by the resulting electromagnetic cascade. 
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[8], and now a number of experiments by various groups have made it a fairly 
wellestablished property of high energy nuclear collisions [7,15]. p, is a Lorentz- 
invariant quantity p, =p, and can be directly evaluated by an angle and 
energy measurement?) in the l. s. 

Table 1.1. shows that the average value of p, is ~ 0.5 Gev/c and rather 
insensitive to primary energy and angle of emission. It may possibly depend, 
however, on the kind of particles, as the Bristol group has derived a value 
Pi ~ 1.5 Gev for particles other than pions [7]. 

1.4.2. Composition of secondary particles [6,7]. Denoting by x the particles 
other than pions, the Bristol group have measured the ratio 


R = Myo[(Mas. + Nx.) = 0.40 + 0.04, 


by comparing the number of electron pairs with that of thin tracks. Together 
with the assumption nz. = 1/2 n,4,, this leads to?) 
charged x-particles qh -aiig 1 
all charged secondary particles == oy Te 
Another measurement of Q = nyo/(mz4 + nx_) = 0.25 + 0.08 by counting 
the neutral particle-induced secondary stars and assuming the same mean 
tree paths for charged and neutral particles, further gives?) 


total (charged and neutral) x 3R - 1 


allsecondary parties = = #=Q@+R+1 4° 


1.4.3. Angular distribution of secondary particles in the c. m.s. This pro- 
perty appears to fluctuate from event to event considerably. When it is 
expressed in the form, 


n (0) d6 x (cos 6)™ d (cos 8), (1.6) 


the index m runs from 0 (isotropic distribution) up to => 10% (very sharp 
peaks forward and backward). 

It is a fairly well established fact that the higher the energy is, the more 
likely is an angular distribution with sharp peaks forward and backward. There 
is also an indication in the recent Bristol data that m and n, are intimately 
connected with each other; smaller x, corresponds to larger m [7]. 

Another quantity which specifies the angular distribution is (cosec 0”) 
= 2*). This is convenient because the constancy of p, implies 


elie pi. (1.7) 
Both the Bristol [7] and Japanese [16] data suggest that 
1 
NS 2)" sips (1.8) 


1) Once the stability of average p, is established, then this can be utilized in estimating 
L . hia, v4 : L L 

the energy ¢; of individual particles by the relation e; = p1 - cosec j;. 

2) There is an indication that this ratio may possibly increase with m5. 

8) The ratio nxo/ne = Q/(1 —2R) = 1.25 + 0.5 is not inconsistent with the isospin 

assigment J = 1/2 for x-particles. The latter consist presumably of nucleons and heavy 

mesons, and this assignment is in agreement with the current assumptions. 

4) For large m, Z o ml. 
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1.4.4. Energy distribution of secondary particles. The energy estimation | 
of individual tracks is not always possible. All we can do at present is to) 
admit, for instance, p, = const and from (1.7) and (1.8) obtain the average | 
energy spectrum’): 


1 
n(p)dpx pats 


This is not inconsistent with earlier data. 


100 200 500 7000 2000 5000 70000 20000 50000 Pp 


Fig. 1.1. Multiplicity of secondary particles as function of incident energy 


1.4.5. Multiplicity of secondary charged particles. Figure 1.1 gives thd 
number of relativistic tracks ng vs. incident energy. It is seen that n,(E}] 
varies from event to event, and it seems rather difficult to find a direct} 
connection between n, and £. Some authors say, however, that the experi] 
mental data are consistent with the assumption n,« (H¥)'« [12, 17]?). |} 


I 


1) An alternative estimation of the energy spectrum based on the determination olf 
individual x°’s has been carried out by NISHIMURA and others, and has given thé} 
same result: n(p) dp 1/p2- dp. (Lecture at the annual meeting of the Physical Societ 
of Japan, Tokyo, Oct., 1957.). © eee 
2) At lower energies some authors classified jets into two types [10, 18]: one charac} 
terized by nso (H#E)'/: and the other by nsx (#")'/s. But others ascribed this differenct} 


to the different size of nuclear tunnel traversed by the incident nucleon [72]. 
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_ Notice that the energy estimation in many cases is not very accurate (correct 
| only to order of magnitude or less) and probably other factors, such as 
_ inelasticity or impact parameter should be taken into account!). There is a 
general tendency that n, increases with Ny. Perhaps this implies that a jet 
with a large N;, is due to a complicated series of elementary collisions. 
1.4.6. Inelasticity, 7, of the collision is defined by the ratio of all the energy 
of created secondary particles to the available energy of incident particles 
either in the c. m. s. or in the 1. s?), This is one of the most interesting quan- 
tities of the collision and is expected to reflect some intrinsic feature of the 
high energy collision process. 
There are some cases where the energy of individual secondary particles and 
consequently the inelasticity have been estimated: S-star [21]: 7 ~ 0.1 
~ 0.2; Torino-star [22]: 1 ~ 0.7 ~ 0.8, etc. Presumably the inelasticity 
y fluctuates from event to event considerably. 
The Bristol group has estimated the secondary energy by making use of 
the approximate constancy of p, and obtained the values: 
4 ~ 0.8 for secondary jets (~ 10? Gev, meson-nucleon), 


7 & 0.2 for primary jets (~ 103 ~ 104 Gev, nucleon-nucleon), 


where 7’ in the latter case means the fraction of the energy which has gone 
over to pions*). They also find the general tendency that 7 decreases with 
increasing energy. 


§2. Experiments on Extensive Air Showers 


2.1. Introduction 


The phenomena of extensive air shower*) have been observed since about 
twenty years ago. In the course of the development of meson physics, the 
presence of a neutral pion and its decay mode into two photons with a very 
short lifetime were predicted theoretically and verified experimentally. 
Neutral pions produced in the collision of primary high energy cosmic ray 
particles with air nuclei will decay before their secondary interactions in the 
atmosphere. The high energy photons thus produced will multiply according 
to the electromagnetic cascade theory into a large number of electrons 
(positons and negatons) and photons which will constitute the main part of 
the electron component of AS’s. On the other hand, high energy charged 
pions produced in the upper atmosphere will further interact with air 
nuclei before decaying into mu mesons. Thus these secondary charged 


1) Cf. for instance the work of KANEKO and Oxkazak1 [19] and that of Ezawa [20] 
IIT. § 3). 

; ie oe of energy loss of each particle is invariant with respect to the frame of 
reference as far as we can neglect the effect of rest mass and the change of direction 
(because both the ingoing and outgoing energies are multiplied by the same factor, 
I'(1 ++ )). The inelasticity of the collision thus turns out to be the same in the ¢.m.s. 
and in thel.s., provided that the collision takes place symmetrically and both incident 
particles lose the same fraction of energy in the c.m.s. 

3) That is to say, the fraction (1 — 7’) is carried away by the incident particles and 
secondary x-particles. 

4) Abbreviated as AS. 
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pions together with nucleons will make a cascade-like development and} 
will constitute the nuclear component of AS. 
In this connection the investigation of AS’s would allow us to draw some 
interesting conclusions on extremely high energy events. The study of the) 
properties and the behaviour of the AS is, therefore, one of the most inter-. 
esting problems in high energy physics since the primary cosmic rays which| 
initiate AS’s can have the highest energies known in nature. The intensity of| 
extremely high energy cosmic ray particles is very weak and we can detect’ 
them only by the observation of their multiplication phenomena in atmo- 
sphere, namely the AS’s. (Using the present emulsion techniques it is rather| 
difficult to catch collision events with energies higher than 10® Gev, while 
the phenomena of AS’s contain events with energies up to about 10® Gev 
or more.) 

On the other hand, the investigation of AS has its own shortcoming. Namely, 
the character of the elementary act is here masked by the statistical nature: 
of multiplication process even when a single AS is observed. We can take? 
several quantities characterizing an AS. These quantities averaged over}} 
many AS’s have been measured by several authors. But interrelations} 
among these quantities in a single AS have not been studied thoroughly. 
Careful analyses of individual AS’s have been undertaken and are now] 
being performed by some groups. The results of these experiments will 
throw light on the mechanism of high energy reactions. 


2.2. Quantities characterizing AS 


2.2.1. Density spectrum i| 
The density spectrum is one of the most easily measurable quantities. | 
The density A of particles in the shower can be measured, for instance, by|| 
recording the coincidences of several GM counters or groups of counters 
placed some meters apart. Cloud chambers or ionization chambers may be/} 
useful too. From these measurements we can get the frequency of showers} 
with densities larger than 4, F(> A), which is called the integral density}} 
spectrum of AS. Experiments show that this density spectrum has ap- 
proximately the simple form F(> A) = KA-’, with K = const. 
Measurement of y has been made by several authors at sea level as well as¥ 
at higher altitudes. It seems that y is not a constant but increases slowly} 
with 41). 
If we assume that all the showers come from near the zenith and have the} 
same lateral distribution we can conclude that the integral number spectrum,|| 
i. e., the frequency F(> N) of the showers containing N or more ionizing} 
particles can be expressed as F(> N) = K'N-’, with the same exponent yi 
as that of density spectrum, K’ being a constant. The assumption made} 
above may be too simplifying and the above formula only approximate. 
To derive the density spectrum theoretically we must first know the energ 
‘spectrum of primary cosmic rays, and further the multiplication formula o i 
AS. But, even if we could know exactly the primary cosmic ray spectrum, 
: 


i} 
q 


Cae ee Neg 
*) E. g. Coccont [23] gives an empirical formula y=a+blogA forl<A< 104) 
particles/m? with a = 1.2, b = 0.048 at mountain altitude, and a = 1.32, b = 0.038 ati 
sea level. ; | 
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we could not draw definite conclusions concerning the mechanism of multiple 
production by comparing the theoretical calculations with experiments at 
low altitudes, since the density spectrum is an integral quantity. 


2.2.2. Lateral distributions 


Density A is really a function of the distance from the shower axis: A = A(r) 
is an important quantity which describes the lateral distribution of the 
particles around the core. A general idea can be obtained by the so-called 
decoherence curve. This gives a relation of coincidence rates to the relative 
distances between counters, the effective area of the latter being fixed. If we 
know the size-frequency relation of the AS we can get the lateral distribution 
from the decoherence curve. But recently more direct measurements have 


. been performed. 


Strictly speaking, each component of AS has its own lateral distribution. 
We should treat them separately. 


a) Electromagnetic!) component 


The most complete measurements of the lateral distribution of electro- 
magnetic component in the AS are those performed by the Russian group [24] 
and by the M. I. T. group [25]. The results show that in a good approximation 
R(r) has a structure independent of the shower size: A(r) = Nf (r), where 
N is the total number of ionizing particles in AS. Moreover, it seems that 
f(r) does not depend on the altitudes at which the showers are measured, 
provided that the distance from the axis is measured in a suitable unit. 
The behaviour of the EM component near the axis of AS (several meters 
around the core) and far from the axis must be treated separately. The 
lateral distribution at intermediate distances from the axis is well represented 
by NISHIMURA-KAMATA’s distribution function [26]. Roughly it is expressed 
as f(r, s) ~r-@™® for not very large r, where s is the age of the shower and 
nearly equal to 1.3 at the sea level. 

The fact that this unique distribution fits all the showers in the lower atmo- 
sphere does not furnish us with any detailed knowledge on the mechanism 
of extremely high energy events which have occurred near the top of the 
atmosphere. This would show that the electrons found in the lower atmo- 
sphere are the products of EM particles generated all along the shower 
axis and not the remnants of the multiplication of high energy photons 
produced at very high altitudes. 


b) The core?) 


The distribution near the core would be interesting since the angular spread 
of high energy z° might directly be related to the extension of the core. 


1) Abbreviated as EM. 

2) Here the word ‘‘core’” is used vaguely to indicate the region of an AS in which 
particles and energies are concentrated. The structure function of an AS is not thoroughly 
investigated up to the point very near to the shower axis. It may be expected that the 
structure function can be expressed in a single analytic form and the core is reduced to 
a point. But the present data seem to show that the structure near to the axis is different 
from that far apart from the axis, so that it would be not only convenient but also physi- 
cally meaningful to separate the regions phenomenologically into the core ana the 
region outside. 
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The localization of a core with a high precision would be difficult. At present! 
we do not know definitely whether the so-called ‘‘core” consists of group of 
cores (presence of multiple cores), and it would be rather difficult to detect. 
multiple cores experimentally even if they really existed. 
Anyway, at distances smaller than a few meters A(r) seems to become less| 
steep, and this would indicate the complex nature of the core. If high energy 
secondaries produced by a primary cosmic ray near the top of the atmo-. 
sphere were responsible for the core, the extension of the core would be 
determined by the angle of emission of secondaries that carried away most. 
of the available energy in the first interaction. Experiments show the extension. 
of core is about 1 m for a 10° Gev primary nucleon [27]. If the energy distri- 
bution of particles contained in the core were known we could draw more} 
interesting conclusions on multiple production phenomena. | 


c) The u-component 


The density of ~-mesons far from the core is not much smaller than that of 
electrons although their total number in an AS is far smaller than that of 
electrons. Thus the measurement of u-component is rather easy compared |} 
to that of N-component. Moreover, since the -mesons interact very weakly | 
with nucleus and lose energy mainly through the ionization process, we || 
can easily estimate the lower limit of their energies when the measurements 
are carried out below the ground. 

Various experiments so far performed seem to confirm that the relative | 
density of u-mesons, A,(r)/Atos(r), is independent of shower size, in the| 
first approximation, but depends strongly on r. Its value ranges from a\} 
minimum of less than 10-2 near to the core to about unity at 1 km from the 
latter [28]. 4,,(r) itself decreases over this distance by a factor of about 10%. |} 


Recently a very interesting experiment was performed by a Japanese group || 
[29]. They operated a multiple plate cloud chamber (sensitive area ~ 0.3 m?) 
placed in a tunnel (30 m. w. e.) for 1080 hours and found 16 events in which |} 
4 to 30 penetrating particles, parallel within a few degrees, cross the apparatus || 
simultaneously without making any nuclear interactions. The average |} 
energy of these particles was estimated as several Gev. If they were the |} 
surviving “-component of an AS, their observed density would correspond || 
to a total number of w-mesons N, ~ 105, ‘and the frequency of 
showers with this number of «-mesons, which is estimated by other’ experi- |} 
mental data available would be 10 to 100 times too small to explain the |} 
observed frequency. If they were accidentally in the cores of AS’s, on the || 
other hand, their average energy would be much larger, 
The investigation of the origin of these “multiple penetrating particles”’ is, |} 
thus, very interesting. They might be penetrating showers induced near the || 
surface of earth by high energy particles in the core of an AS. If so, this |} 
phenomenon would support the opinion that there exist energetic N-par- |] 
ticles in the core of the AS. 


\ 


d) The N-component «oat 


The lateral distribution of the N-component around the core seems to be || 
steeper than that of the electrons [30]. If we express it as 4y(r) =-Ar-*, a lf 
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seems to depend on the size of the AS and perhaps on the altitude at which 


the measurements are carried out). At large distances from the core 


(e. g. r >100m) Ay(r) may drop more steeply. Near the core it would be 
difficult to discuss the lateral distribution since the fluctuation of numbers 
would be large, and the energy distribution would be a more sensible quan- 


_ tity. 


2.2.3. Composition rates, the energy spectra 


The ratios NV,,/Ntor and Ny/N;i, depend on the altitude and on the size of 
the shower. Ss 

At the sea leval N,,/Nto¢ is about 0.1 independently of the shower size [31], 
whereas at mountain altitudes it decreases to about 0.05. This fact can 
be qualitatively understood by the character of multiplication of EM com- 
ponent and the relatively slow absorption of the u-component. 

The energy spectrum of the 4-component has been measured by the Russian 
group [33] at Pamir for the showers with N = 10° — 10°. The energy 
spectrum of u mesons is consistent with an exponential form, N(> H) = BE 
with 0.44 < H < 3.5 Gev; 6 is approximately independent of the shower 
size but seems to depend on the distance from the core, r. Near the core the 
spectrum is flatter than that far from it: b ~ 0.3 for r = 100 m and b ~ 0.8 
for r = 300 m [35]. 

At the present stage, it is not possible to evaluate the total energy carried 
by the u-component. 

Ny/Ntot also depends on the shower size as well as the altitude. The measure- 
ments at various altitudes show that Ny/Nj., remains nearly constant from 
sea level up to mountain altitudes, while it increases sharply at higher 
altitudes [36]. The nearly constant value of Ny/Nto. between sea level and 
mountain altitudes shows that the N-component in the AS is much less 
absorbed in the lower atmosphere than the N-component not accompanied . 
by AS. It is about 10°? for showers with N ~ 10° at the sea level [37]. 
N-particles are relatively more abundant in small showers than in large 
ones [38]. 

These facts seem to show that the N-component is responsible for the pro- 
pagation of the shower in the lower atmosphere. 

Integral energy spectrum of the N-particles is, according to the Russian 
group experiment at Pamir [39], roughly proportional to E- for the showers 
of N ~ 10°, and the total energy carried by them is estimated to be about 
10% of the primary energy. Moreover, the Russian groups [40] argued that 
the most energetic N-particles are confined within 1 or 2 meters from the 
core and that there exist one or a few particles which carry a good fraction 
of the total energy of the N-component. 


1) The density of N-particles in the AS cannot be determined with good precision and 
one must be careful in comparing results obtained with different N-detectors. 

a = 1.3 and 1.7 for N = 8- 10° and 1 - 10° respectively according to the experiments 
done at Pamir [34]. It would be dangerous, however, to take the experimentally 
determined value seriously, for the statistics of the experiments were not good. 
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2.3. Properties of AS inferred from the empirical data) 


2.3.1. As has frequently been mentioned, the phenomena of AS’s are cha- 
racterized by their statistical nature. It is very difficult, therefore, to drav 
definite conclusions on the mechanism of multiple production from the 
known data of AS’s. But a theory of multiple production should explai i 
the various features of the AS. In this sense, the phenomena of AS should be 
considered to furnish criteria on the theory of multiple production. Belo 
we shall briefly describe the knowledge inferred at the present stage fron 
the behaviours of the AS. : 

We cannot measure directly the energy of the primary cosmic ray particle 
which initiates the observed AS. It is inferred from the size of the AS. As 
has been mentioned, the EM component in'the AS can be well described i 
terms of the electromagnetic cascade theory. Thus we can estimate the 
energy of the primary particle which initiates a certain electromagneti d 
shower. Actually observed EM components in an AS would be the resultan Hl 
of superposition of EM-showers initiated at various altitudes by the photons 
which are the decay products of neutral pions produced in each stage o 
nuclear cascade development. The estimation of the primary energy cannot, 
therefore, have a high accuracy. If the inelasticity of the nucleon-nucleus} 
impact is not very small, neutral pions produced near the top of the atmospher a| 
would mainly be responsible for the EM-components observed in the lowe ‘| 
atmosphere. Moreover, as the total number of particles in the EM component 

depends, in the first approximation, only on the total energy of primary 
particles initiating the EM showers, we should be able to infer the energ 
of the primary cosmic ray particle initiating the observed AS. Up to the 
present an AS with N = 10°, for instance, has been considered to correspond] 
to the primary energy of about 2 x 10% Gev?). 
Another type of information onthe primary energy of an AS would be available 
from the high energy u-mesons accompanying the AS. High energy u-mesons 
observed underground are the decay products of high energy pions. We ca | 
- estimate the decay probability of a charged pion of certain energy before} 
interacting with air nuclei, provided that we know the interaction crosg 
section of pions. The energies of pions can, thus, be estimated and the pri4} 
mary energy may be inferred. 
2.3.2. The mean inelasticity of nucleons in impacts with air nuclei would 


be inferred from the altitude dependence of the size-frequency relation. Tal 


') Recently, Miyake emphasized the necessity of taking into account the effects of 
fluctuations of the path length with which the nucleon produces neutral pions [47]}] 
Consideration of the fluctuation at the first generation alone, would change the{ 
results remarkably. We should be very cautious in inferring the values of unknown} 
quantities from the empirical data. 
*) We should say that this value is meaningful only in the sense of the order of magnitude}] 
The error may amount even to a factor 10. Recently, Miyake et al [42] measured the} 
energy flow of the cores of AS’s at Mt. Norikura (2800 m). At the same time they meaearedt 
the size of the AS corresponding to the given energy flow in the core. In this way they got 
the size-frequency curve from the curve of ernegy flow in the core versus frequency. Tha! 
obtained frequencies are smaller than the usual one for smaller sizes. Thisywould indicate| 
that rather young showers are present at the mountain altitudes and that a shower off} 
given size corresponds to a wide range of primary energies. 
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estimate the inelasticity, we should make several assumptions on the 
mechanism of multiple production. The estimated value, therefore, could not 


have a serious meaning. But the estimated value 1 =0.3 ~ 0.5 would 


_ furnish us with some information on the properties of the AS}). 


If it were verified that there always exists in the core only one nucleon 
with very high energy, it would indicate a small inelasticity. 

2.3.3. From the spatial extension of the core and the energy spectrum of 
particles in the core we could derive the angular distribution or energy flow 
distribution of particles produced multiply. 

Isotropic distribution of secondary particles in the c.m.s. at the multiple 
production events would give too large an extension of the core. The Russian 
group [43] showed that the observed core extension can be explained by 
using LANDAU’s theory. At any rate, it may be reasonable to assume a 
rather sharp angular distribution of secondary particles. 


Part II. Survey of existing hypotheses 


In this second part, we shall give, after an introductory sketch on historical 
development, a brief account of four main theories and models out of those, 
which have so far been proposed as interpretation of the mechanism of 
multiple particle production. 


§1. Historical Sketch?) 


1.1. Foundation of the current field theory and multiple production 


1.1.1. HEISENBERG was the first to point out the possibility of multiple 
particle production, based on general considerations on the foundations and 
the limit of applicability of the quantum field theory. He namely noticed, 
when FERMI in 1934 presented his theory of f-decay, that the newly intro- 
duced interaction was of the so-called non-linearity of the second kind ®) (cf. 
§ 2.1), and, immediately applying this theory, he predicted the multiple pro- 
duction of particles [44] (1936). This was even before the discovery of mesons. 
He imagined that the cosmic ray showers, which had been discovered by that 
time, represented events of such an explosion type. It was not correct, 
however; those showers were satisfactorily explained by the cascade shower 
theory as accumulation of well-known elementary processes in quantum . 
electrodynamics. 

1.1.2. After a while, however, people began to observe in the cosmic rays 
events of simultaneous formation of many mesons, and since then there was 
a long period (~ 10 years) of the so-called plural-multiple controversy ; 
HEITLER, one of the authors of the cascade shower theory, and his school 


1) MIYAKE argues that the value of 7 is 0.5 ~ 0.7 [41]. 

2) The description in this section is simply meant for easier understanding of the follow- 
ing sections; and of course we do not pretend to have presented an unbiased summary of 
the real history. We may have missed important events, oversimplified actual situations, 
and so on. The list of literature is also far from being complete. , 

3) In the f-decay interaction g (y*O; y) (y*O, p), the coupling constant g has a dimension 
of (length)? in the natural unit (hk = c = 1). 
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sought the solution of the difficulties of quantum field theories in the damp- 
ing of high energy field components [45]. This naturally led to the conclusion: 
that even at high energies there would be only one particle production in) 
one elementary act, and apparently multiple production of particles was) 
ascribed to a succession of elementary processes within a nucleus [46]. 

1.1.3. HEISENBERG with his school, on the other hand, persisted in the idea 
of intrinsically multiple creation in one elementary act and investigated the 
character of the non-linear wave field in various ways [47—49]: collision off 
wave packets (1939), analogy to the spectrum of turbulence (1949), and) 
argument of shock wave formation (1952). 

Also his recent idea of unified theory of elementary particles [50] (1954-8), 
appears conceptually connected with the behaviour of the meson wave field 
in the shock wave theory of multiple production. 


1.2. Other theories of multiple production 


1.2.1. Another theoretical approach to the multiple creation of mesons was4 
presented by LEWIs, OPPENHEIMER and WOUTHUYSEN (1947) from aj 
similar point of view, that is, as a typical phenomenon of strong interaction, 
but in more intimate connection with the current formulation of meson-4 
nucleon field theories [51, 1,52]. They employed the Bloch-Nordsieck approxi-} 
mation, a semi-classical treatment known in the quantum electrodynamics. 
Afterwards FUKUDA and TAKEDA refined the calculation by a covarian | 
perturbation method [53]. 

1.2.2. Three years later, when the accelerator had already succeeded i 
producing pions and our knowledge about them was making rapid pro4} 
gress, Fermi proposed an ingenious method of statistical equilibrium in order} 
to attack this problem [54]1). It was somewhat similar to the treatment he} 
used in the study of B-decay. 
This method has been most extensively utilized in the analysis of phenomenaj 
of multiple particle production, as a theoretical standard, so to speak’). 
1.2.3. The basis of FERMI’s statistical theory, on the other hand was not} 
very clear, and a number of discussions on the point have been published) ]| 
(Cf. §4) Among others POMERANCUK‘) pointed out that a strong final] 
state interaction of the produced mesons can alter FERMI’s results: he too 
the interaction volume proportional to the final number of mesons, which 
resulted in the preference of higher multiplicity [58]. 


*) The idea of thermal equilibrium in explaining the mechanism of multiple production 
had been once discussed by HEISENBERG [47], and such a formula applied to this} 
problem by WATAGHIN [54]. 
*) Since this approach amounts to the evaluation of the phase space volume of fina 
states, which must be carried out in any case, it has also been widely applied to the} 
analysis of various processes of lower energies (reactions by accelerators, for instance)}} 
Review articles concerning the application to lower energy have been published b 
MILBURN [46] and by BELEN’KIJ et al [57]. eee | 
8) See for example, references [58—60]. mo No 
*) Throughout this report the international system of transliteration of eyrillic character: 
[cf. Nuovo Cimento Suppl. 10, 539 (1953)] is used for Russian authors. E 
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LANDAU further criticized FERMI’s idea and modified it by emphasizing the 
role of secondary interactions among produced particles and thus worked 
out his hydrodynamical theory of multiple production [61] (1953)1). 

This theory seemed to be rather successful in explaining the main aspects 
of many experiments, especially those of air showers [2], and a number of 
its extensions, refinements and applications were published [62 —66]. 

1.2.4. On the other hand, some new experimental evidences?) together with 
a modification of FERMI’s model led one of us (S.T.) to the isobar hypo- 
thesis [67] (1952)*), and this idea was later worked out by KRAUSHAAR and 
MARKS [68] (1954). A new model somewhat similar to this is currently 
being discussed (Cf. III. § 2). 


1.3. Comparison with experiments 


1.3.1. A simple extension of the “theories” of multiple production by a 
nucleon-nucleon collision to the case of a nucleon-nucleus collision’) was made 
plausible by the so-called tunnel model®) proposed by ROESLER and 
MCcCUSKER [9] (1953). It was noticed, on the other hand, that a jet shower 
without black or grey tracks could not necessarily be identified with a 
nucleon-nucleon collision ®). 

1.3.2. Meanwhile the number of cosmic ray events gradually accumulated and 
indicated the actual existence of true multiple production of mesons. 
Also the high energy accelerator experiments on nucleon-nucleon collisions 
at 2.2 Gev directly revealed a process of genuine multiple creation of secon- 
dary particles [69] (1954). Further progress in the extremely high energy 
region is mainly due to the study of jet showers and air showers. (Cf. Part I.) 


1) Unfortunately it remained little known to other countries for several years. 


2) Angular distribution of secondary particles with very sharp peaks in the forward and 
backward directions in the c.m.s., and also the discovery of hyperons, which could be 
interpreted as excited states of the nucleon. 


3) FEJNBERG and CERNAVSKIJ had presented a similar idea in 1951 [59], and accor- 
ding to them BETHE and ZACEPIN has also discussed but not published it. 

4) Most of the cosmic ray data are expected to be nucleon-nucleus collisions. 

5) The tunnel model assumes that a nucleon (or a smaller nucleus) colliding with a (larger) 
nucleus punches a clean tunnel through the nucleus, interacting with the rest of it, so 
that, to a first approximation, the collision can be regarded as taking place between 
a nucleon and a tube-like nuclear matter as a whole. This point of view seems reasonable 
at extremely high energy, because then successive collisions with nucleons in the tunnel 
_ will take place before the foregoing ones are over, and all the produced particles will be 
very well collimated in the forward direction in the 1. s. At relatively lower energies, on 
the other hand, a complicated cascade-like development inside the nucleus is expected, 
which makes the comparison with theoretical predictions pretty difficult. 

6) As mentioned in the foregoing footnote, all the secondary particles produced in a 
composite (nucleon-nucleus) collision at extremely high energy will be so strongly 
collimated in the forward direction that the rest of the nuclear matter (outside the tunnel) 
can remain unexcited (or little excited). Consequently it is possible that a head-on 
nucleon-nucleus collision gives rise to no visible heavy or grey tracks. 


2 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik“ 
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§ 2. HEISENBERG’s Non-Linear Field Theory [44, 47, 48] 


2.1. General beckground 


2.1.1. As one of the founders of the quantum field theory, HEISENBERG 
was well aware of the internal discrepancies of the latter and so was also) 
the first to emphasize the necessity of introducing, besides / and c, a third) 
universal constant ry of the dimension of length?). 
His principal idea has been that a properly quantized non-linear field theory’ 
for the “Urmaterie’’ will ultimately be able to settle all the essential pro-: 
blems in the present quantum field theory: elimination of divergences,, 
mass spectrum of elementary particles, inner degrees of freedom, multiple} 
particle production, and so on. 
2.1.2. The nonlinearity of wave fields he classifies into “weak” and “‘strong’’ 
ones. The first, which does not involve a parameter of length, is rather trivial! 
and does not show any drastic change even when we go down to a very small! 
region (i. e. up to a very high energy). In a theory of the second kind, which} 
involves a positive power of length, we have a corresponding critical energy, 
above which essentially different phenomena should take place?). He pre-4 
sumes that the multiple formation of particles is just a manifestation off 
such unusual behaviour of matter at extremely high energies. (Cf. § 1.1.) | 


2.2. Formulation and results 


2.2.1. With regard to the problem of multiple production HEISENBERGY 
has so far restricted himself to unquantized wave equations. The justi-J 
fication he gives for such a classical approach is that this process, involving4 
a large number of particles, is mainly concerned with states of high quan-} 
tum number, so that the non-commutativity of field operators would bef 
of minor importance. The quantum effect will, according to his opinion,]} 
give rise to simple fluctuations around the classical solution. | 
Thus he solves the c-number non-linear equation under appropriate initialll 
conditions and interprets the Fourier transform F(p) of this solution a | 
follows: |F(p)|?dp and |F(p)|?dp/e represent respectively the energ | 
and particle number density in the interval between p and p + dp. i} 
2.2.2. Here we shall be mainly concerned with the latest version of hi 4 
theory, that is, the shock wave analogy as he calls it. | 
A high-energy nucleon-nucleon collision is regarded as a collision of twoy 
Lorentz-contracted disks (diameter ~ 1/u, thickness ~ 1/yyu). As to what 
happens during the violent collision process, we know very little about; buti 
after this first stage of the collision we can imagine that there is now ay 
very dense wave packet, containing a tremendous amount of energy inj} 
the (Lorentz-contracted) very small volume’). This packet will now starti| 


*) A non-linear equation of the second kind will involve 79, directly or indirectiy. 
*) The concept of a critical energy, which corresponds to the fundamental length in the} 
interaction of the second kind, has recently been discussed under new light. (Cf. TIT § 4.)} 
5) Notice that he assumes here a superposition of various states, ‘and net a statistical 
ensemble. This is one point which distinguishes his approach from that of FeRM1 andj 
Lanpbau. 
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to expand rapidly into outer vacuum. It is to this second stage of the colli- 
sion process that Heisenberg applies his nonlinear equation. His way of 
reasoning is as follows. _ 

2.2.3. If we assume a wave equation of the first kind non-linearity (for 
example, Schiff’s equation [70]1): [q@ — wp» — Cy? = 0), it will give a 
momentum spectrum ~ 1/p of secondary particles, which corresponds to a. 
relatively small multiplicity. This is essentially the same as the prediction 
of the linear field theory, [1g — wg = 0. 

When a non-linear equation of the second kind governs the behaviour of the 
packet, on the other hand, (the Born-Infeld equation [71], for example, the 
Lagrangian of which is given by L =I-4[1 + I4{> (dg/02,)? + p?¢?})), 
strong dissipation of energy takes place at the wave front and a number of 
slower mesons are newly created. According to HEISENBERG, the momentum 
spectrum is quite generally given by N(p)dp ~dp/p? for the limit of 
“strong’’ interaction. 

2.2.4. The maximum of the above mentioned momentum spectrum lies in 
the low energy end?); consequently most of the secondary particles are very 
slow, say p~ uw, in the c.m.s., and so, roughly speaking, the number of 
secondary particles is proportional to HZ ~ £"’/:, This would of course give 
too large an average number at higher energies. Thus HEISENBERG introduces 
the “impact parameter” of the collision and specifies the inelasticity coefficient 
by the magnitude of overlapping of the meson clouds of the two colliding 
nucleons. The maximum of the impact parameter is so chosen that the 
available energy just suffices to produce two mesons; it increases therefore 
logarithmically with the incident energy and we are led to a logarithmically 
increasing cross section and logarithmically decreasing average inelasticity 
at high energies®) (Cf. 2.4.1.). 


2.3. Comparison with experiments 


2.3.1. Because the expansion process is practically one-dimensional, the 
transverse momentum p, is determined by the intial Fourier transform of 
the lateral distribution of meson cloud and is ~ w. Since all the theoretical 
predictions are semi-quantitative, this value can be regarded as in agreement 
with experiments. 

2.3.2. The composition of the secondary particles is determined not only 
by their statistical weight, but also by their coupling to the nucleon field. It 
would be possible by choosing a suitable interaction to get a result consistent 
with experimental data‘). 


1) ¢ is a dimensionless constant. 

2) Actually the low energy end of the spectrum depends on detailed form of the inter- 
action. The argument here is of course only qualitative. 

3) At HE = 104 Gev, we have oto = 1.3 - 10-**cm?, 7 = 0.09. 

4) If it turns out that non-pions are really emitted in most forward and backward 
directions in c.m.s., it is in agreement with the qualitative prediction of the shock wave 
theory. The large value of p;’s for non-pions, if confirmed, might imply the existence of 
an-inner cloud of smaller size for heavier particles, which we do not know yet how to 
treat in this scheme. 

Q* 
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2.3.3. Recent data of the Bristol and the Japanese emulsion group suggest. 
that the momentum spectrum would be possibly of the form ~ p?dp, in 
agreement with HEISENBERG’s prediction’). 
2.3.4. As for the multiplicity and inelasticity, the experimental data do not 
indicate definite conclusion. Still, the averag emultiplicity in HEISENBERG’s | 
theory seems a little too much dependent on energy, i. e. No (H”)' (log E”)?, 
even when the average inelasticity is taken into account. 


2.4. Critical comments on HEISENBERG’S theory 


2.4.1. Inelasticity, impact parameter and total cross section. 

A sharp criticism. was raised by Soviet physicists against HEISENBERG’s 
classical treatment of a very small inelasticity in the case of a very distant 
collision [59, 72, 2]. They pointed out that the fractional uncertainty, inherent 
in this model, of the energy is ~ u/M ~ 0.15, since in the c. m. s. each of 
the initial nucleon with energy y M is imagined to be concentrated in a thick- 
ness of 1/(yu) (ie. AE ~ yu, due to the uncertainty principle). This implies 
that a collision with an inelasticity smaller than u/M lies beyond the appli- 
cability region of such a classical treatment as Lorentz-contracted disks. 

As far as we know, no quantum-mechanically rigorous solution of a “‘distant || 
collision’? has been yet given; but an analysis by the Williams-Weizsacker || 
method [49], for example, appears to indicate that the cross section will not | 
increase much above the geometrical one”). HEISENBERG agrees that his |} 
approach was not justified from a quantum theoretical piont of view, but he || 
expects that a more rigorous treatment would yield qualitatively similar || 
results as his original predictions’). 

It should be noticed, in any case, that this part of HEISENBERG’s work is 
logically independent of the rest of his arguments and could be modified | 
without affecting the latter. | 


2.4.2. Classification of the nonlinearity [74, 75]. 


The distinction between the interactions of the first and the second kind ac- || 
cording to the absence or presence of a parameter of dimension of length has |} 
proved quite fruitful in the investigation of the quantum field theory. As is}} 
well known it is equivalent to the discrimination of renormalizable theories }| 


First kind interaction —— Semilinear equation 
(does not involve J, (constant characteristics, 
renormalizable) no shock wave) 

Second kind interaction  <—= Quasilinear equation 
(involves J, (variable characteristics 
unrenormalizable) shock wave can appear) 


Fig. 2.1. Classification of non-linear equations 


1) There are some experiments [73] in which the mean energy of secondary particles are} 
rather low — in qualitative agreement with HEISENBERG’s prediction. \| 
2) This could be interpreted: a distant collision would not actually mean.asmall inelasti-}| 
city, but a small probability for inelastic collision [2]. x 7 
3) Private communication from Professor Heisenberg. 
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from unrenormalizable ones. The situation is not so clear-cut, however, when 
we are concerned with the possibility of multiple particle creation. First of 
all, it may be an oversimplification to assume that the tail of energy spec- 
trum of secondary particles affords a criterion for multiple production. (A 
counterexample is given by the Landau theory, wich yields the spectrum 
of ~ dp/p and still represents a multiple creation) 1). 

Further, formation of shock waves, or appearance of other phenomena, 
characteristic of nonlinear fields, which in HEISENBERG’s theory is essentially 
responsible for the multiple formation of particles, requires at least a quasi- 
linear field equation?). It is to be noticed that a second kind interaction does 
not necessarily mean a quasi-linear equation. A simple example is given by: 
(1 — “*)p = Po’ 3). As is schematically shown in Fig. 2.1, HEISENBERG’S 
classification turns out not so comprehensive as was originally suggested, 
though it has been undoubtedly of great heuristic significance. What charac- 
ter of the wave equation is necessary and sufficient for the multiple pro- 
duction — this is, according to our opinion, still an open question. 

2.4.3. Hydrodynamical terminology is frequently made use of in HEISEN- 
BERG’s arguments when discussing the properties of nonlinear equations. 
This helps of course our understanding very much, but sometimes the analogy 
is not very close and one might be led to confusion. Rather we should regard 
his “turbulence” and “‘shock waves” as more or less abstract expressions for 
characterizing behaviour of the solutions of nonlinear equations‘). By his 
analogy of the wave number spectrum of multiply produced secondary par- 
ticles to that of isotropic homogeneous turbulence is meant that in both 
cases a sort of dynamical equilibrium will prevail, resulting in a solution of 
power spectrum®). His ‘‘shock wave’’ implies a violent energy dissipation 


1) This remark is due to Prof. Fejnberg. 

2) Mathematicians classify differential equations as follows [75]: 

a) Quasi-linear equation: linear expression in the highest derivatives of unknown 
functions. 

b) Semi-linear equation: coefficients of the highest derivatives of unknown functions in 

a) are constants or known functions. 

c) Linear equation: linear expression in the unknown functions and all its derivatives. 

Thus a) includes b) asa special case, and b) includes c) as a special case. Here in this text, 

however, we call quasi-linear those which belong to a) hut not to b), and semi-linear 

those which belong to b) but not to c). 

Mathematicians often call ‘“‘non-linear”’ equations only those which are not quasi-linear, 

but physicists usually include in ‘‘non-linear’’ equations also quasi- and semi-linear ones. 

3) This self-interaction belongs to the second kind and cannot be renormalized. This 

equation can be treated, on the other hand, in the same way as HEISENBERG solved 

the Schiff type equation (first kind!), and gives similar results, i.e.a small multiplicity 

according to his interpretation. 

4) Otherwise, it would make little sense, for instance, to compare the multiple meson 

production with the isotropic homogeneous turbulence; the former is an extremely 

relativistic event, while the latter is a non-relativistic quasi-stationary problem. If taken 

too literally HEISENBERG’s “fluid” would have properties very much different from usual 

ones. 

5) In the spectrum of turbulence, the energy flows from the long wave length region to 

shorter waves. In the spectrum of multiply produced mesons, the energy dissipates from 

short-wave ones to the longer wave region. This is of course due to the fact that the de- 

pendence of energy on the wave length is inversed in these two examples, though the de- 

gradation of energy takes place in both cases. 
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in the wave front and not necessarily formation of a discontinuous surface’). 
According to TANIUTI [76], who has recently made a detailed study of a 
solution of the Born type non-linear equation, some of HEISENBERG’S 
arguments may not be justified, or will be of less general validity than 
indicated?). With all these technical drawbacks, however, HEISENBERG'’S} 
philosophy will remain fruitful. 


§3. Bremsstrahlung Theory 


3.1. General standpoint 


3.1.1. Since the discovery of z-mesons we know that the interaction bet- 
ween nucleons is described mainly in terms of the meson field. Several authors} 
have treated the multiple production assuming special interaction types 
between pions and nucleons [49, 50]. At present we do not know the inter- 
action mechanism between nucleons and pions at very high energy. More- 
over, we have practically no exact calculation techniques in dealing with) 
phenomena involving so many particles especially when their coupling: 
with each other is not very weak. Thus we are obliged to make some ap-| 
proximations case by case. In the treatments above mentioned, too, the author | 
have made some simplifying assumptions. As a consequence, these theories} 
do not have overall adequacy granting that the fundamental field equa- 
tions are appropriate. | 
These theories, however, may describe a certain type of collision, although} 
they cannot by themselves predict that this type of collision would actuallyj 
occur. 

3.1.2. The meson theory has had an analogy to the quantum electro4 
dynamics from the outset. When LEWIs, OPPENHEIMER and WOUTHUY4 
SEN3) first proposed their theory, they were also guided by a famous proj} 
blem in the electromagnetic theory, that is, the bremsstrahlung of low 
energy photons by a charged particle. i} 
As BLocH and NoRDSIECK showed [77], this phenomenon may be inter} 
preted as the photon cloud around the charged particle being shaken off at} 
the instant of momentum change of the charged particle. In the case olf 
meson field the change of nucleon spin or charge in a collision would be} 


1) On the contrary, what he calls a shock wave is characterized by reduction of singularity} 
at the wave front. He infers, however, that just this lower singularity implies energy} 
dissipation (entropy increase, so to speak). 
2) TANIUTI investigates the behaviour of the Born-Infeld type field in one dimensiot 
with the initial condition that at t= 0, p= grad y = 0 everywhere, and 0y/0t = 0 excep i 
a very small region. He finds that this particular non-linear field (a quasi-linear field | 
behaves much like a linear field, not leading to formation of shock waves; it could ba} 
compared with the Kaérman-Tsien gas in the fluid dynamics. Of course we can not stil} 
draw any general conclusion from his results, since this may be just an exceptional} 
example. In any case we have to be very careful in dealing with solutions of non-linea}} 
equations. It is not clear, for example, whether HEISENBERG’S special solution of th 
Born-Infeld type wave equation, on which his arguments of multiple production ary} 
based, essentially depends on the particular restriction he imposes »y.= y(s), 8? = # — a’ 
in other words, whether this solution can be regarded as a proper idealization of actual} 
solutions. ‘ 
3) Abbreviated as LOW hereafter. 
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mainly responsible for the radiation of mesons. This is the starting piont of 
the LOW theory. 

As in the theory of BLOCH and NorDSsIECK, LOW make the following simpli- 
fying assumptions: (1) the collision time is short compared to the periods 
of emitted radiations); (2) the recoil of the radiation on the source may be 
neglected. In the case of the impact of two nucleons, therefore, the emission 
process of each pion may not interfere with other pion emissions and with the 
scattering process of nucleons. These are rather strict conditions imposed 
on the radiation process and form an essential contrast to other theories, 
especially to the statistical treatments described below. 


3.2. Formulation and results 


3.2.1. The probability for radiation of n mesons can be expressed as wx | Mt|2 0 
where St is the matrix element of production of x mesons and 9 is the final 
state density”). As we have assumed that there is no essential interference 
between interaction processes, and there is no recoil effect, Nt may be 
separated into the matrix element of meson emission and the scattering 
matrix element of nucleons. The matrix element of meson emission depends 
on the type of meson-nucleon interaction and the final result is essentially 
determined by the value of this matrix element. The pseudoscalar type 
interaction gives too low a multiplicity in this treatment, and the pseudo- 
vector type interaction seems to be preferable for our purpose. As to the 
scattering matrix element of nucleons we have no knowledge in this high 
energy region. We shall assume it to be nearly independent of the number 
of emitted particles and put it approximately constant’). Then the cross 


n 
section of m meson emission would be proportional to (A”/n!)[] dpij/e; 
Tell 


— 
where p; and ¢; are the momentum and energy of the i-th meson respectively 
and are subject to the restriction, >’ e; =7W,'*). 7(< 1) is a constant repre- 
senting the inelasticity, and A is a numerical factor containing the square 
of meson-nucleon coupling constant f? as well as factors resulting from the 
flip of spin or isospin of the nucleons, if necessary, and has been worked out 
by LOW or by FuKuUDA and TAKEDA’). 


1) GLAUBER generalizes BLOcH and NoRDSIECK’s method to the case of an arbitrarily 
prescribed space-time distribution of the source field, making use of an appropriate 
canonical transformation [78]. Thus this method is formally applicable even to a “‘slow”’ 
collision; the assumption of a prescribed source, however, would actually be permissible 
only when the collision takes place sufficiently ‘‘fast”’. 

2) Here, for the sake of simplicity we shall consider only one kind of radiation field. In 
the actual case, the theory sould be extended to include several fields, e. g., pion field, 
K-meson field and so on. 

8) FukuDA and TaKEDA also treated covariantly the case where the nucleon-nucleon 
interaction is described by a Yukawa-like potential [53]. The general result obtained 
by them seems not to depend strongly on the choice of scattering matrix. 

4) We are always discussing in the c.m.s. of the colliding two nucleons unless stated 
otherwise. 

5) LOW treated the nuclear spin and isospin as classical vectors as is customary in the 
“strong coupling” approximation in meson theory. HENLY and LEE, applying a LOW- 
like method to the calculation of meson production in the few Gev energy region, treated 
spins and isospins as quantum mechanical quantities by the intermediate coupling 
approximation [79]. 
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3.2.2. The total cross section of the production of n mesons can be obtained 
by integrating the above cross section over all the possible modes of mesons 
under the restriction of energy conservation. The most probable number of 
emitted mesons, i. e. the multiplicity N, thus obtained is: N x (yn Wo)". 

We have written down the cross section as if we had no need to take into 
account the momentum change of nucleon. Strictly speaking, we should 
take into consideration the conservation of momentum including nucleon, in 
the kinematical point of view. But owing to the assumption (2), the integral 
over all the possible modes of mesons is restricted to that part of the total | 
momentum space where the momentum change of nucleons is very small. 
Thus we may take the above expression for the cross section which is ro- 
tationally symmetric and the resulting distribution of mesons becomes 
spherically symmetric in the c. m. system. 

This fact can be expressed as follows: The momentum of the nucleon does 
not change considerably by the collision. Most of the initial angular mo- 
mentum would be carried away by the nucleons. Therefore, the radiated 
_ mesons show a fairly isotropic angular distribution. 

It may happen, however, that the total momentum of the final two nucleon 
system is not zero but is comparable to the energy loss, although it is smaller 
than the initial momentum of each nucleon?). Moreover, the nucleon scat-|| 
tering matrix element may favour the strongly forward and backward|| 
scattering. In these cases radiated mesons should share a considerable frac- } 
tion of total angular momentum and the resulting angular distribution of] 
mesons would deviate from the isotropic one’). | 
The average energy of radiated mesons increases with the square root of the} 
multiplicity i. e., with the cubic root of available energy. The energy distri-} 
bution around this mean energy can be well represented by the Poisson} 
formula. This comes from the fact that, due to the underlying assumptions, J 
each radiation process may be considered to occur independently of the} 
others. 


3.3. Comments on the theory 
| 


3.3.1. The quantum mesodynamics which has been more or less successfull 
in very low energy region may not hold at extremely high energy. But thef 
knowledge derived from the analysis of low energy phenomena might serve} 
us in criticizing the bremsstrahlung theory. We know that in the low energ } 
region a pion interacts with a nucleon mainly through the p-wave. But this} 
could not be a justification of taking pseudovector type coupling, since the} 
equivalence theorem holds between pseudoscalar and pseudovector coup | 
lings in a certain approximation [80]. Whether it is appropriate or not tol 
take the pv-coupling in treating the multiple production is, therefore, still 
open to question. 
The pseudoscalar type non-derivate interaction, on the other hand, might bal 
preferred by some field-theoreticians because of its “renormalizability”’ J} 


From their point of view, the use of the derivative coupling in the brems-} 


1) In other words, the collision of the two nucleons takes place in a nonsymmetric wa | 
and the emitted mesons as a whole have a considerable momentum in the ec. m. s. of th af 
total system. : 


2) This case was investigated by LEwIs [1] in detail. 
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strahlung theory would be interpreted as an approximation, which is valid 
in the cases where this theory works!): It should be noticed, however, that 
the opinion of theoretical physicists concerning the renormalizability or 
validity at all of the quantum mesodynamics is at present highly diver- 
gent”). 

In the low energy region the static approximation of quantum mesodynamics 
has proved fruitful. But at a moderate energy the recoil effect is found already 
appreciable, so that its neglect in the extremely high energy region appears 
quite unjustified; the assumption that there is no interference between 
emission processes would fail in most cases. 

3.3.2. As is suggested from the particle-antiparticle annihilation, the short 
wave length part of the nucleon-nucleon interaction might have, in the case 
of relatively high energy release, an essentially different nature from that of 
the long wave length part. The effects of K or heavier mesons should also 
be taken into account ®). 

3.3.3. The validity of bremsstrahlung theory would, according to the 
foregoing discussions, be restricted within a narrow region where a far- 
distant collision would occur and the momentum exchange between nucleons 
would be very small. From these reasons the inelasticity parameter 7 should 
be taken to be very small and the momentum of each radiated meson should 
be small compared to the nucleon momentum. In this sense this theory 
would be regarded as complementary to other theories which treat essenti- 
ally inelastic events. 

3.3.4. We shall withhold a detailed comparison between the predictions of 
bremsstrahlung theory and the experiments‘). This is because in doing so we 
have to be very careful and, for instance, to select only those events which 
have small inelasticity; but probably we do not have sufficient data for this 
purpose. “'he multiplicity predicted by this theory seems to be a little too 
large but this will not lead to the assertion that it is not consistent with 
experiments, because we must take into account the large fluctuation of 
empirical data. 


§4. FERMI-LANDAU’s Statistical Theory [54, 61—66] 


4.1. General standpoint 


4.1.1. The basic assumptions underlying the statistical theory of multiple 
production proposed by FERMI and modified later by LANDAU are the follow- 


1) In other words, they would presume that the effective matrix element of pseudoscalar 
interaction could be replaced by that of the derivative coupling in the cases where the 
bremsstrahlung theory is valid. 

2) Some are of the opinion, for instance, that the quantum mesodynamics makes no 
sense at all. Others are less drastic and believe that it has a certain region of applicability 
in low energy, although it is not, even approximately, a closed theory and so the renorm 
alizability of meson-nucleon interaction alone can not be any serious criterion in determin- 
ing the type of the interaction, and so on. 

8) Such a possibility was discussed by Hu [8/]. (Cf. III. § 2.) 

4) FuxuDA analyzed some typical examples and showed that LOW’s theory is consistent 


with those data [60]. 
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ing; the meson-nucleon coupling is strong and the collision time is long 
compared with the mean frequency of radiated mesons. Consider two 
nucleons colliding with great energy. At the moment of collision this energy 
will be transferred to the meson field!) surrounding the nucleons. We may 
imagine a state in which the total system composed of mesons and nucleons) 
is highly excited. This may be called the first stage. Due to the fundamental] 
assumption the virtually emitted mesons may interact with the nucleon field or 
with each other many times before they fly out. As the result the phase} 
relations among mesons are so complicatedly entangled that it would be} 
rather appropriate to assume random phase relations at the final stage. 
This assumption should be contrasted with HEISENBERG’s one. Thus we may; 
treat mesons and nucleons in a statistical manner. | 


4.1.2. As the effective interaction volume FERMI takes a sphere contracted 
with the Lorentz factor of the colliding system y. The volume of the original] 
sphere is considered as an adjustable parameter, the order of magnitude off 
which is assumed to be (1/)?. Then he assumes that a statistical equilibrium 
holds as a whole and that mesons are emitted from the above defined inter: 
action volume. This is an important assumption and many discussions hav 
so far been made on its validity or plausibility. We could justify or deny 
this assumption if we could construct a more rigorous theory. At present} 
however, we have simply to postulate its validity. 


volume, either. The magnitude of the interactions volume in this theor | 
should be determined in connection with the conditions under which th« 
statistical equilibrium can be realized. But here we have again to assume it} 
4.1.3. LANDAU asserts that, in the first stage, the number of particles ca | 
not be a well-defined quantity since in this stage particles onc’. produced 
would be annihilated immediately and recreated and reabsorbed ind so o 


and the particles will fly out ultimately when their mean free paths becomy 
comparable to the linear dimension of the expanding system. This may bi 


to this expansion process. 


4.1.4. The law which governs the expansion process was assumed to hav | 
a character similar to that of the equation of motion in fluid dynamics} 
This corresponds to laying emphasis on the non-linearity of field equatio u| 
and neglecting quantum mechanical fluctuations. HEISENBERG’s ant 
LANDAU’s theories seem to have some similarities in their basic ideas} 
especially in the fact that both of them presume a fluid-dynamical behavio 
of the nucleon-meson system. 


The results of both theories are, however, entirely different, apparently du] 
to different characters of the interaction in the expansion process: t 
isentropic motion of LANDAU’s fluid on one hand and the “‘non-conservatio} 
of entropy” of HEISENBERG’s “‘fluid”’ on the other. This point will again 


discussed in 4.2. : 


pas 


1) Here the word ‘‘meson”’ should mean symbolically all kinds of particles which woul} 
be produced in the collision process. ; } 
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4.2. Formulations and results 


4.2.1. Since FERMI assumes an overall statistical equilibrium the relative 
probability for the realization of a state in which a certain number of par- 
ticles are produced with a given energy distribution can be determined by 
computing its statistical weight. When discussing extremely high energy 
collision, we may take a parameter 7 corresponding to the temperature of 
the excited state of the system. As the equilibrium holds the energy per unit 
volume is proportional to the fourth power of the temperature, E/Qa« T?, 
and the mean energy of a single particle is proportional to the temperature. 
Here HE = W/2, W being the total energy of the system, and Q is the inter- 
action volume. Thus the most probable number of particles produced is: 
Nx E/TX QT x Bi Q's, With the assumption on the magnitude of 
2, 2 = (M/E) Q,') we obtain the energy dependence of multiplicity, 
Nx Eh, 

4.2.2. It should be noticed in the above argument that as the states involved 
in the equilibrium we take ordinary free particle states, normalized in a 
large volume V, and not the states of particles confined within the Lorentz- 
contracted sphere of interaction. In the words of quantum mechanics it 
amounts to putting the square of the matrix element equal to (Q/V)¥?). 
This point has been misunderstood frequently, and several discussions have 
been made on it. We could, of course, assume that the states involved in the 
equilibrium would be those of particles confined in the volume 2°). Such a 
hypothesis is, however, different from FERMI’s original formulation. Since 
we would finally observe free mesons, the states of mesons within 2 should 
be reinterpreted in terms of free meson. states, and the results would be 
considerably different from FERMI’s with respect, for instance, to an- 
gular distribution of radiated mesons. We need more penetrating discus- 
sions in order to decide which of these stand-points would better correspond 
to the real situation‘). 

4.2.3. In the extremely high energy region, as the consequence of thermo- 
dynamical equilibrium, the energy distribution of the emitted mesons can be 
expressed by the Planck distribution formula, and the angular distribution 
becomes isotropic provided subsidiary conditions such as the conservation 
of the angular momentum are not imposed. 


1) See 4.1.2. 
2) As was mentoined in § 3, the probability of N-particle production is given by |Dt\? 9. 
N 


Here we put: |e | = (Q/V)X, 0 = G4. VN J]; Xp: - 6(2 pj; 9) 6(2'e; — W), where the 
factor G is concerned with other degrees of freedom. Thus the assumption of a statistical 
equilibrium implies that ||? is equal to the probability of all the free particles being 
contained in a small effective region 2 simultaneously. 


N 
3) This corresponds to putting: |Mt|?=1, @ =G@-2N J] Xp; 6(Xpi, 0) 6(Xe; — W). 
Notice that the possible modes for p/, confined in 2 are quite different from the foregoing 
treatment. In the latter case, for example, the zero-point energy turns out very high and 
also the effect of the boundary cannot be neglected [82, 83]. ; 

4) An argument strongly against the second point of view is that the conception of 
a particle is absolutely inapplicable to the stage when mesons are in a small volume 
Q. (This remark is due to Professor Fejnberg). 
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42.4. The term “inelasticity” is difficult to define in FERMI’s original| 
theory, since the primary particle does not persist with its individuality) 
throughout the process. It would be appropriate to say that in this treatment 
the inelasticity is always equal to unity. But we could modify the theory as} 
follows: When a collision occurs a fraction of the total energy, 7 W, is released! 
and spent for the production of particles'). 7 thus introduced may be called 
inelasticity, though we can not estimate its value from the theory itself. 
4.2.5. In LANDAU’s picture, on the other hand, the particles produced in 
a small volume Q will continue interacting with each other and the system 
will expand into vacuum non-uniformly ; and so in this second stage Landa 
assumes not an overall equilibrium, but a local equilibrium for each element, 
introducing a local temperature in a local rest system”). As the expansion 
process goes on each element of the system will be gradually cooled down 
until the local temperature attains a certain critical value, Z,, which is 
assumed to be of the order of «4, when the particles will fly out freely. The 
number of particles thus emitted from this local system will be proportiona 
to the local entropy, Nac S,, « specifying the relevant local system. me 
energy carried away by them is determined by the local energy®). All these 
quantities can be obtained by the law of motion that governs the spreading) 
out of the system. | 
4.2.6. The equations of motion of relativistic hydrodynamics, which describe 
this behaviour of the system, can be derived from the conservation of energy} 
and momentum, 07”’/dx”= 0. Here T” is the energy-momentum tensor oy 
the system and can, for an ideal fluid‘), be written down as | 


Per pee (eT P) ure’, | 


where u” denotes the four velocity, g#” represents the metric tensor, and | 
and p are the energy density and the pressure respectively. 
It is further necessary to assume an equation of state for the fluid, and s | 
we put p = ¢/3°). { 
Solving the equations of motion with a suitable initial condition*) wi 
obtain the space-time distribution of the velocity wu(s, t), and energ 


1) Here we leave open the question concerning the mechanism by which the statistics 

equilibrium with this partial energy would be attained. Cf. in this connection th 
criticism in references [59, 60]. | 
2) We define a local velocity w" = ul (a, t) for each small element and at its rest syste} 
of reference (ut = u? = u3 = 0) assume a statistical equilibrium in a small region, it 
troducing a local temperature 7’ = 7'(a,t), and local entropy density s = s(#,t) = s(7 
and so on. 
Of course this assumption of local equilibrium will require a still larger number § 
particles participating in the process than in the case of an over-all equilibrium. 
3) The local energy at the final moment of expansion is determined by w! (a, t) any 
imi 
4) We have no justification a priori for taking the equation of state of an ideal flui 
Indeed, when the meson-nucleon interaction is of the second kind in HEISENBERG] 
classification (Cf. § 2), the behaviour of our system would probably be better represent¢] 
by a non-ideal ‘‘fluid’”’. Cf. TIT. § 1. vo Vag , 
5) This is the same relation as we have for the black body radiation, and, when tl} 
chemical potential vanishes, leads to: ¢ « 74, s « T°, which we have used above. 
6) See below. 
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density ¢(#,t) and can work out the energy and entropy flow in the ex- 
pansion process?), ‘ 

4.2.7. The number density and the entropy density are both functions 
of T, but their ratio depends little on T and can be put approximately 
constant”). Thus the total number of emitted particlesis N = >’ N, = > Sh 


Since LANDAU assumes the equations of motion of an ideal fluid, neglecting 
the viscosity and other similar effects, the expansion will go on isentropic- 
ally*). The magnitude of the total entropy is therefore conserved throughout 
the second stage and can be identified with its initial value. 

Now the initial conditions are determined by the state of the system just at 
the end of the first stage. As the latter LANDAU takes a uniform distribution 
of energy over a volume 2, which is, as in FERMI’s theory, a Lorentz- 
contracted sphere of radius 1/u. Then we have the total entropy: S = sQ 
oc lt OQ = Bk O's, We see that the total entropy, and accordingly the total 
number of emitted mesons, and their dependence on the energy are identical 
with those of FERMI. 

4.2.8. Let us follow the behaviour of our “fluid” in more detail [66]. After 
the collision the system may be regarded as a disk (so much contracted 
along the line of collision) and it will start to expand almost one-dimen- 
sionally because of the pressure gradient. This one-dimensional expansion of 
fluid may be illustrated pictorially as follows: We simplify the problem as a 
head-on collision of two lumps of fluid with equal velocity*) [fig. 4.1 (i)]. 
The line of collision will be chosen as the abscissa. As the ordinate we take a 
state variable, 7.¢., the temperature measured in the local rest system of 
fluid element. At the moment of collision the shock waves start to propagate 
into both directions [fig. 4.1. (ii)]. The shock velocity is determined from the 
continuity condition for energy momentum flow through the discontinuity 
surface. Here we assume it to be 1/3 corresponding to the equation of state. 


As soon as the shock passes over the fluid matter, the outflow of fluid matter 
begins®). [fig. 4.1. (iii).] The flowing region is described by the progressive 


1) Since local equilibrium holds, it is sufficient to know one thermodynamical quantity; 
from e we can calculate s and 7’. The energy flow and the entropy flow can be worked 
out from e, s and u. 

2) For more details see [63]. 

8) One might argue in favour of this assumption, that in the extremely relativistic 
region the Reynolds number would be so large that one could safely neglect the effect 
of viscosity. (Formation of a shock wave is an exception to this argument, since here the 
relevant linear dimension is the thickness of the shock front and the Reynolds number is 
actually small.) 

An attempt is being made by Hamacuculi to introduce the effect of viscosity into the 
hydrodynamical treatment [84] 

4) It is a less plausible assumption to regard the two nucleons before collision as lumps 
of fluid. These considerations are meant just for orientation and should not be taken too 
literally [63]. 

5) Thus the mechanism of the first stage of the collision might be explained by the 
generation of shock wave at the time of impact and its passage through the medium. 
At the end of this stage 2 will be practically the same as FERM1’s one. Of course this is 
only a plausibility argument, but in any case objections against the treatment of the 
first stage will be of minor importance since the essential features of LaNDav’s theory 
are due to the treatment of the second stage. 
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wave solution of the equation of motion (shaded region in figs). Then the 
two progressive waves encounter and after that we have a region of the non- 
trivial solution of the hydrodynamical equations of motion [fig. 4.1. (iv)]. | 
This region expands pushing the progressive waves to the wave fronts 


[fig. 4.1. (v)]. 
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Fig. 4.1. Profile of the the nucleon-nucleon collision in LANDAU’s hydrodynamical theory (This is taken fro af 
the work of Amat et al. [66]). | 


4.2.9. The approximate solution!) of the one-dimensional motion shows that} 
the energy density ¢ at the time ¢ after the collision can be expressed as 


e = & exp [— “/3(y + t — Vr 


where t =Int/A, 7 = In (t — x)/A, A being the original thickness of th 
disk. 
Thus the energy is concentrated in the region near the wave front. Th« 
entropy is not so concentrated although the maximum of entropy density lies} 
also near the wave front?). Thus a few particles are emitted with great energy, 
We must also notice the behaviour of the progressive wave solution [64]. |] 
The number of particles contained in the region of progressive wave solutior} 
is nearly equal to one-half in the case of two nucleon collision and is inde} 
pendent of the energy. The energy carried away by these particles depends on th | 
incident energy. Its ratio to the total available energy is a considerabli 
amount in 10? ~ 108 Gev events, though it decreases slowly with incide 1 
energy. 

4.2.10. We cannot obtain an angular spread of the fluid if we restrict ou 
selves to the one-dimensional motion*). The one-dimensional treatme | 
would be valid only within a space-time region where the lateral lengtl] 
traversed by the fluid element remains much smaller than the radius of t 


1) The exact solution of the equations of motion in one-dimension has been obtaing 


by Havatnixkov [62]. 
2) In LANDAv’s original work [61], the results are expressed in terms of 7 and t. Whe} 
expressed in 2 and t, we find the maximum of entropy density near the wave-front, tou 


3) Except the effect of thermal motion. See below. 
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initial disk. When this condition breaks down, the motion of the fluid medium 
can be described by a conical flight, which is determined by considering the 
other components of the continuity equations, 07”’/02” = 0. 

In addition to this conical motion the fluid element has a transverse component 
of momentum due to its thermal motion. This motion combined with the 
conical motion gives the lateral spread of particles?). 

The angular distribution of the particles thus obtained is found to show a 
marked forward peak. This is contrasted to FERMI’s theory. In the region 
of small angles the angular distribution due to conical motion can be expressed 
as dN/d0 ~ 1/sin 6). 

4.2.11. The inelasticity should be regarded to be unity just as in FERMI’s 
theory. In this case, too, we could so modify the theory as to include inelas- 
icity paramteter just in the same way as was done in FERMI’s case. But 
here we may alternatively define the “effective’’ inelasticity by noting the 
behaviour of the progressive wave solution mentioned at the end of 4.2.9. 
The fraction of energy carried away by this part could be interpreted as the 
effective elasticity since the particles contained here would not be dist- 
inguished from the primary one’). 


4.3. Comparison with experiments 


4.3.1. In FERMI’s theory the transverse momentum p, is determined by the 
temperature of the system: p,; ~ T. pi increases with incident energy 
rapidly: pix EH’, This fact as well as the magnitude of p, completely 
contradicts the observations, which force us to make a drastic modification 
of FERMI’s theory even if we persist in favour of the statistical point of 
view‘). 

In LANDAU’s theory, on the contrary, p, is essentially determined by the 
critical temperature 7, if the effect of conical motion is negligible. Since 
LANDAU puts T, ~ uw, we find p, ~ w. For pions this seems to be in good 
accord with current experimental data [65]. Larger values of p, for non- 
pions as suggested from the experiment of the Bristol group®) are in good 
agreement with the predictions of LANDAU’s theory [66], and, if confirmed, 
should be regarded as a support to the latter®). 


4) According to the analysis of RoZzENTAL’, the thermal motion alone is sufficient to 
obtain agreement with experiment [65]. See below. 

2) The expression of the conical motion given by LANDau is only a qualitative one. 
‘The quantitative comparison of this expression with experiments, therefore, would not 
have serious meaning. 

8) These particular particles can be nucleons or mesons. When one of them happens to 
be a neutral pion, however, it will give rise to a large electromagnetic cascade and the 
above introduced effective inelasticity will not make sense. In this connection Iso and 
Namik1 [85] propose a two-fluid model, according to which the ‘‘nucleon-fluid” will have 
a tendency of out-flowing the ‘‘meson-fluid”’. 

4) The inclusion of the angular momentum conservation reduces 7’, but does not 
improve the situation essentially. 

®) See I. 1.4.1. 

he In the preliminary version of this article, which has been circulated in the form 
of a preprint, we have made an erroneus statement on this point. We are grateful to 
Dr. C. Iso and Prof. E. L. Fejnberg for pointing out our wrong argument. 
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4.3.2. The composition of the secondary particles is determined by 
statistical considerations. Since the temperature of the system in FERMI’s 
case becomes much higher than the rest energy of heavy mesons in the 
extremely high energy event, heavy mesons would be produced with com- 
parable frequency as pions. This difficulty will be removed by taking into 
account the weakness of heavy meson-nucleon coupling’). But there would 
be no rescue for the nucleon anti-nucleon pair production”). FERMI’s theory; 
predicts abundant production of nucleon pairs in very high energy events) 
whereas non-pions in general are rather scarcely observed in the jets. / 
In LANDAU’s case 7, plays an essential role. Indeed the composition of the) 
secondary particles reflects the thermal equilibrium just before the free} 
flight begins, and since T;, ~ p, the ratio of heavier particles is suppressed.. 
Although our experimental knowledge on the composition of secondary 
particles has some uncertainty at present, the results of LANDAU ’s theor 
seem to be consistent with experiments [86]. 

4.3.3. The sharp angular distribution of secondary pions in narrow angle 
resulting from LANDAU’s theory seems to be in qualitative agreement with 
experimental data*). LANDAU’s theory predicts the angular spread of energ 
flow rather than that of particles. Therefore, it would be more reasonable 
to compare the prediction with air shower data than with emulsion data. | 
4.3.4. As to the multiplicity and inelasticity we can not obtain any definite 
conclusion by comparing the experimental data with the theoretical predic;} 
tions, since experimental data seem to show much fluctuation, as we have 
frequently mentioned. However, we should not be too hasty if we concluded| 
that the energy dependence of multiplicity in the statistical theory, i. ef 
Nx E’!: agrees fairly well with experiments. 


§ 5. Isobar Model’) 


5.1. Principal idea and main results (59, 67, 68] 
| 


5.1.1. The possible existence of a metastable excited state of the nucleon, th 

‘Gsobar”, was originally predicted by the strong coupling meson theories an) 
has been further suggested by the discovery of the hyperons and the rq 
sonance-like maxima in the (low energy) pion-nucleon reactions. Let us taky 
the simplest case to illustrate how one can apply this concept to multip} 
production. 


j 


coupled to nucleons. 
2) If we admit the hypothesis of the ‘‘global symmetry”, we should expect hypero}} 
antihyperon pairs as well. Indeed the ratio of statistical weights of baryon pairs 
pions would be 32:3. 

3) Cf. Part I. § 1.4.3. The expression in 4. 2.10 is very crude and refers only to t}] 
conical motion. In comparing the predictions of LANDAU’s theory with experiments off 
should be careful about the approximation used in the calculation. \| 
4) The term “isobar model” might be somewhat misleading; becayse another gene} 
lization of FERMI’s statistical theory, which includes metastable -“isobars” amo}} 
produced secondary particles, is also called an isobaric theory. Cf. the work of BELFN’H} 


et al. (This remark is due to Prof. Fejnberg.) 


| 
i} 
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When two nucleons collide with each other, they will lose a certain fraction 
of momentum?) and decelerate, so that each nucleon will now be in an 
excited state with a fictitious mass, M*, heavier than the nucleon mass?). 
Now the isobar model assumes that these virtual states are metastable, so 
that the two excited lumps will fly away from each other and decay inde- 
pendently into secondary particles). 

5.1.2. The second stage of the above mechanism, the decay of the individual 
isobars can be treated, for instance, by a statistical method, though many 
of the characteristic features of the model do not depend on this approxi- 
mation‘). 

In applying statistical method, we can simply assume a sphere of radius 
1/u in the c.m.s. of each isobar itself as the effective volume of equilibrium. 
This results in a different multiplicity-energy relation from FERMI’s model 
even in the limit of completely inelastic collision (when two isobars stop in 
the c.m.s.)°): Noc H's oc (E's. 

When the inelasticity is taken much smaller than one, the multiplicity 
depends little on energy, but mainly on inelasticity, because, if the latter is 
kept constant, the increase cf incident energy is used for the ‘‘translational”’ 
motion of the isobars, and not for the “thermal’’ energy of constituent 
particles [88]. 

5.1.3. A natural consequence due to this “mass motion” of the lumps in 
this model is an angular distribution with rather sharp peaks forward and 
backward. Of course this anisotropy becomes less conspicuous when the 
inelasticity approaches one. If we further take into account the angular 
momentum conservation, the excited lumps can sometimes have high intrin- 
sic angular momentum ‘®) (high spin of the isobar, so to speak). Then the decay 
products might have a tendency of being coplanar, and we could expect 
sometimes to find an azimuthal asymmetry in the target diagram of secondary 
particles (68, 13]’). 


*) When the two nucleons behave symmetrically, they exchange only momentum in the 
c. m.s. In more general cases they exchange energy too. 

2) M* is defined by (#*? — p*?)'/:, where H* and p* are energy and momentum of the 
lump inthe c.m.s. Since #* is the same and p* smaller compared with the state before 
collision, M* is larger than. 

3) Upper and lower bounds for lifetimes of the ‘‘isobars’’? may be estimated as 
10-16 > + > 10-2! sec., from the conditions that they decay independently and that 
the origins of two cones in the emulsion apparently coincide [68]. 

4) We have been informed by Prof. E. L. Fejnberg that GERNAVSKIJ has applied Lan- 
DAU’s and other theories to the decay of the excited systems [87]. 

5) If we assume that a secondary particle has always a fixed energy in the c. m.s. of 
the lump, then the completely inelastic limit gives N« H« (H¥)'/, as in HEISEN- 
BERG’s theory. 

6) This must be approximately equal to the difference of ‘orbital’? angular momenta 
before and after the collision. 

7) More strictly speaking, we can find an azimuthal asymmetry only when the inter- 
mediate isobaric state behaves like a physical entity, and determines its direction of 
emission p* differently from the incident direction, p. (This implies that the incident 
plane wave, which has no preferred direction round the axis p, is decomposed into 
partial waves corresponding to various p*’s and due to the complicated interaction 
with external fields the phase relations between these substates have been practically 
lost.) Then p x p* defines a plane in which the decay particles will be likely to con- 
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5.2. Comparison with experiment and comments [88]. 


5.2.1. The increase of anisotropy with the decrease of multiplicity (the de- 
crease of inelasticity) is characteristic of this model and is in qualitative 
agreement with experiments. But it puts a too stringent restriction on the 
upper limit of multiplicity N < 7/(1 —)-M ju, when 7 is much smaller than 
one. 

To make more detailed discussions, we have to specify the mechanism of the 
decay process. In the statistical treatment we need a low temperature 
(> 0.3 Gev, say) in order to have p,-distribution and composition of secon- 
dary particles consistent with experiment. This implies a fictitious mass of 
2~ 3M and correspondingly inelasticity ~ 0.6 and multiplicity ~ 10. 
Modification of the decay mechanism would not much improve the result, as 
long as the nucleon remains in the core of the isobar. : 

5.2.2. The above consideration would lead to the point of view that either 
this model should be supplemented with an additional mechanism of slow 
particle production, or it should be so modified that a fast nucleon is separated 
from slower mesons!), or it should be applied only to a particular class of | 
collisions. 

5.2.3. A consequence of the this model is the possible existence of an apparently 
anomalous event induced by a meson-nucleon collision [13]. The latter may 
result in an asymmetric excitation of one isobar, which will then decay | 
in its own center of mass system. Then the usual half-angle analysis of | 
emitted particles?) will erroneously identify the velocity of the isobar in 
the l.s. with that of the total c.m.s. in the l.s. This would lead to an esti- 
mation of the inelasticity equal to or sometimes larger than one, when in 
reality it is much smaller than one. 


Part III. Recent developments 


In this part, which is devoted to more recent investigations, the following 
topics will be discussed. 


1) Attempts to clarify the foundation of certain theories or to find out internal | | 
relations between different theories 


2) Proposal of new models, which are based on recent experimental data. 
3) General reconsiderations of the predictions of theories and models. 


4) Significance of the study of multiple particle production for the theory of | 
elementary particles. | 


centrate. (We can imagine secondary particles being emitted from a spinning ball.) 

If we should detect, therefore, azimuthal asymmetry in individual jets, which cannot be 
accounted for as statistical fluctuations, it would make a hypothesis of intermediate 
lumps (isobar model, fire-ball model (III. 2.2) rather plausible, though the reverse 
argument does not necessarily hold [73]. PS , 
1) Recently such a model has been proposed. Cf. III. 2.2. 1 aan 


2) Cf. I. 1.3. SA 
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§ 1. Foundations and Interrelations of Various Theories 


1.1. Introduction 


In Part II we have described outlines of several existing hypotheses without, 
however, clarifying interrelations among them. Indeed these theories have 
been put forward in their own languages and almost independently of one 
another. Presumably they could be regarded as representing different as- 
pects of the problem, and we might expect that some day we should have a 
more rigorous theory from which existing theories — or some of them, — 
could be derived by making suitable approximations. The investigations of 
foundations and interrelations of these theories by several authors, which 
will be recapitulated below, may serve as preliminary steps towards such 
a unified point of view. 


1.2. Interrelations of LOW’s theory and FERMI’s theory 


The bremsstrahlung theory (II. § 3) and the statistical theory (II. § 4) not 
only stand on quite distinct points of view, but also appear, at first sight, 
to refer to completely different formulations: FERMI’s theory, especially his 
thermodynamical treatment, is described in terms unfamiliar to conventio- 
nal field theories. 

Attempts have been made by several authors [60, 89, 90] to reformulate the 
statistical theory and to show a certain correspondence to the bremsstrahlung 
theory. By making a formal replacement f?(u/e) dp— (M/E) dp in the latter, 
one can reproduce the former theory. In other words, the Lorentz contraction 
factor in the LOW theory is due to the individual outgoing meson, while it 
is related to the incident nucleon in the FERMI theory. 

This is, of course, only a formal correspondence, and the question remains 
unanswered: Under what condition this transmutation is possible, or, in 
what situation FERMI’s statistical treatment is valid? Taking account of the 
meson-meson interaction may be expected to more or less justify the above 
replacement. 


1.3. Foundation of hydrodynamical description 


As to the LANDAU theory, the situation is more complicated; it is so inge- 
nious and appears to have no connection with the conventional theory of ele- 
mentary particles). In the field of statistical mechanics, however, hydro- 
dynamical description for a many particle system is not strange to us. 
NAmIKI and Iso [91] define the hydrodynamical quantities in terms of field 
theoretical operators with the help of an averaging procedure in quantum 
statistical mechanics. They show that the equation of state assumed by 
LANDAU holds when the interaction between meson and nucleon is of the 
first kind, while this is not the case for a second kind nucleon-meson inter- 
action. The same conclusion has been reached by EZAWA, TOMOZAWA, and 
UMEZAWA [92]. 


1) Some authors have also made attempts to derive the main features of LANDAU’s 
results without recourse to hydrodynamic description [89, 90]. 
3* 
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Further, NAMIKI and Iso present formulae to calculate those quantities, 
which characterize fluid-like properties of the system, such as the relaxation 
time for the system to reach the local equilibrium. Methods to estimate? 
deviations from the macroscopic values of quantities due to fluctuations are: 
also discussed. 

This work affords a kind of intermediation between the conventional formalism 
of field theory and LANDAU’s theory, though there are some ambiguities in) 
their definitions of the hydrodynamical quantities. We would have wished 
to find out a justification of LANDAU’s theory and the range of its appli- 
cability, but such points are out of the scope of their first paper. | 


1.4. Analysis of expansion process 


In an analogy to LANDAU’s expansion process, TAKAHASHI and UMEZAWA 
[93] have formulated a similar change of state in terms of a scale transforma-| 
tion; they obtained approximately the same results as LANDAU’s with 
respect to the angular distribution of secondary pions. The physical content 
of their formalism is not very clear to us, but their picture could be described 
as follows: At the first stage pions are confined in a disk and they behave 
as free particles in this small volume. When quantized in a large volume} 
they are not free due to the effect of the confining walls. Then the confining) 
walls are suddenly removed and pions will fly outwards and will show 4 
behaviour like LANDAU’s fluid. | 
Whether their actual treatment really corresponds to LANDAU’s basic ide | 
is, according to our opinion, open to question’). The role of pion-pion intery 
action emphasized in the LANDAU theory has not been clarified in thiif 
treatment. 


§ 2. New Models 


2.1. Introduction 


Viewed from the standpoint of analysing experimental data, the predictio | 
of many of the theories and models described in IT are not distinctly differe 


| 
| 
| 


| 


from each other. Most of them can be so modified, the parameters involve 
so adjusted as to yield qualitative agreement with some of the experiment 
data. In other words we have not yet established an appropriate set of pare 
meters which specifies the event and can be directly compared with thy 
theory. ) 
Hitherto we have used predictions of the theories, for instance, concerni 
multiplicity, angular distribution of secondary particles, and so on. Most 
these quantities reveal, however, quantum nature and may fluctuate fro 
event to event. Of course we could judge that a certain theory would kf 
right or wrong by the measured values of these quantities, if a very larg} 
amount of data were available which would give us detailed information ‘ 


quantum fluctuations. But this is not the case at least for, the time beinj 
e ¢ ake 


1) For one thing, their perturbational calculation seems to correspond not to a suddd 
but to an adiabatic removal of the confining walls. | 
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Thus it is desirable to find some suitable combinations of quantities, which 
would behave “‘classically” so to speak!). 

Introduction of new models, if they turn out to be successful, will help us in 
finding out such quantities of classical or stable behaviour. 


2.2. Fire ball model 


2.2.1. Niu [94], the Polish group [95] and Coccon! [96] have analysed a 
number of recent jets and in this way they have been led to a sort of model, 
which is somewhat similar to the isobar model (II. § 5). Examining the 
angular distribution of secondary particles in the c.m.s., these authors find 
that the latter can be separated into two groups, each of which can be as- 
sociated with a Lorentz frame. The two Lorentz frames move in opposite 
directions relative to the c.m.s., and each has the same Lorentz factor Vo 
relative to the c.m.s. Each group is fairly isotropic in its own Lorentz 
frame. 

2.2.2. From this fact they have proposed a model, which may be tentatively 
called the “‘fire ball model’. According to their image the nucleon-nucleon 
collision gives rise to two fire balls, each of which flies out separately, and, 
after a short time interval disintegrates into a number of mesons. The 
emission of mesons takes place nearly isotropically in the rest system of each 
fire ball. COCCONI assumes, for the sake of simplicity, that the energy of 
emitted pions in the rest system of the fire ball is independent of y, and is 
equal to 1 Gev, thus attaining the approximate constancy of the average 
transverse momentum: p, ~ 0.5 Gev. 

2.2.3. In order that this hypothesis may be called a successful model, it has 
to be further examined with respect to other quantities, such as momentum 
distribution of secondary particles. Thus its usefulness or the region of its 
applicability is not yet clear?). We could say, however, that this kind of 
approach, that is, attempts to establish certain relations among various ob- 
served quantities, is in general highly desirable, since we realize that the 
systematization of the characteristic features of extremely high energy 
collision is not yet fully developed. (Cf. § 3.) 


2.3. Cloud and core-model 


2.3.1. Along with the development of artifical accelerators our knowledge on 
high energy elementary reactions has been vastly improved. We know, for 
instance, the nature of nucleon-nucleon and pion-nucleon interactions in the 
energy region up to several Gev, the existence of the antinucleon and its inter- 


1) This point will be discussed in more detail in § 3. 

2) This model shares the assumption of a metastable intermediate state with the isobar 
model (II. § 5); so that our previous remarks on isobar model are here directly appli- 
cable, and we can expect that azimuthal asymmetry of secondary particles and (or) 
apparent anomaly of inelasticity in meson-nucleon collision may sometimes take 
place [73]. 


Some people are of the opinion that the main features of this model can be reproduced 
by the hydrodynamical theory [97]. 
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action with nucleons. The electromagnetic structure of the nucleon has also 
been investigated. 

All these experimental evidences seem to indicate that the property of the 
“inner part’ (high frequency components) of the physical nucleon is sub- 
stantially different from that of the outer region (low energy components), 
which can be visualized as the effect of the p-wave pion cloud. The interaction 
of the inner region, on the other hand, may be due to the K-meson field, 
s-wave pions, baryon-antibaryon pairs and so on. 

At any rate it appears sensible, to a first approximation to divide the inter- 
action region of nucleon-nucleon or pion-nucleon interaction into two parts; 
one is the outer part in which the interaction mechanism may be well inferred | 
from the low energy phenomena of the pion-nucleon system, and the other 
is the inner part, called symbolically the ‘“‘core”, where the interaction | 
mechanism is completely unknown. The concept of the core as a region of | 
strong interaction has been utilized by several authors in the analyses of | 
Gev phenomena and antinucleon-nucleon reactions. The assumed spatial ex- | 
tension is not inconsistent with the value obtained from the electromagnetic | 
interaction of the nucleon. | 
2.3.2. The idea of the core, or the structure of the nucleon can be applied | 
also to extremely high energy event!), though here experimental evidences | 
are not definite. BLOHINCEV [91], for example, develops this philosophy, and | 
based on the experimental information in the Gev region, discusses the conse- | 
quences for high energy collision. He takes the core radius a approximately | 
equal to twice the nucleon Compton wave length, and for the core-core 
collision only infers the cross section 47a”. For the outer cloud he applies the 
Weizsacker-Williams method, and derives approximately constant energy 
loss (30% ~ 40%) at extremely high energy”). 

2.3.3. Hu [81] has also treated the multiple production, dividing the inter- 
action region into two parts. He applies the extended source of the pion |} 
field, whose radius, being an adjustable parameter, is taken as 0.3 times | 
pion Compton wave length, and deals with the problem in a way similar |} 
to LOW. Thus the pion field outside the core will be shaken off during the | 
collision, while the exchange of momentum and energy between colliding | 
nucleons takes place mainly through the inside field. The nucleon will re-emit 
the pion cloud to recover the outer part of its field lost during the collision. | 
According to this theory, therefore, the core excitation gives no contribution 
to the emission of real pions’). i] 
BOHM has presented a model somewhat similar to Hu’s in order to explain | 
the recent Bristol data‘). 


1) BHABHA [98] discussed, as early as in 1953, possible effects of a certain nucleon |} 
structure (spatial distribution of nucleon self-energy, effect of heavy meson field) on || 
the inelasticity, multiplicity and so on, of the multiple meson production. 
*) This is essentially due to his assumption of constant pion-nucleon cross section at 
the high energy end. 
3) Thus he assumes a fairly large number of pions is already present in the cloud near |} 
the core. 
4) He assumes a strong meson-meson interaction and no direct interaction of the core; || 
thus he tries to explain the existence of two kinds of collision and along mean free path || 
of high energy nucleons in nuclear matter. Cf. the description of BouM’s idea in § 10 
of the work in ref. [7]. r 
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§3. Reconsiderations of Theories, Models and 
Analyses of Experiment 


3.1. Introduction 


3.1.1. As we have seen, there are a number of specific theories and models 
so far proposed and one has been trying to compare their predictions with 
experimental data and to find out which of them can explain the main 
aspects of the extremely high energy phenomena. At present we cannot yet 
say anything definite, except that some models have to be excluded or 
drastically modified. Of course one could be so optimistic as to continue 
inventing new theories and models and to wait for experimental information 
to accumulate and, some day in future, decide the choice of a particular 
theory or model; but it would be also possible that none of the specific models 
turns out to be of general validity. 

3.1.2. Another approach to the problem, which could be called an antithesis 
to the foregoing, has been adopted, for example, in the work of UEDA and 
OaITA [100]. They introduced namely some phenomenological parameters, 
corresponding to inelasticity, multiplicity, energy spectrum and so on, to 
characterize the elementary process of multiple production, and using these 
parameters they make an analysis of extensive air showers and try to compare 
the result of calculation with experiments and to find out which set or sets 
of the parameters give the best fit with the data. 

Such a method is, in principle, free from all particular theories or models 
and of quite general validity, provided that one can vary all the parameters 
over the whole region of their values. But in practice, it would be too general 
and have too many degrees of freedom, if one did not resort to some sort of 
“‘models”’ or some working hypotheses in choosing and restricting the kinds 
and the values of parameters?). 

3.1.3. Thus it seems rather appropriate for us to reexamine the foundations 
of theories, models and analyses of experiments from a more general point 
of view than hitherto and try to find an orientation for further works in 
this branch. The following description is meant just for a preliminary attempt 
along this line. 


3.2. “Classical” and “‘classifying” variables 


3.2.1. Here we shall be mainly concerned with the analysis of jet showers 
in a photographic emulsion. 

The quantities that characterize the system of two particles before collision 
in their c.m.s. are the total energy H, the direction of incidence, and the 
kinds of two particles (a, 8). The system before collision can therefore be 
described by a state vector, Yz,.,8 corresponding to a plane wave, in the 


1) Of course this is what these authors actually did: In their first work they used, for 
example, a monochromatic energy spectrum and in the second a Landau-like energy 
spectrum. 
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given direction). After the collision is over the system will be found in a 
state: 


See =F ax,0,8 CREPE D pee: (3.1), 


i 
| 


where the é’s represent a set of eigenvalues of the quantum numbers which | 
specify the final state. | 
3.2.2. A quantum-mechanical treatment of the problem will give, in principle, 
all the coefficients az,4,8(¢) a8 functions of é’s and E, a, 8, when the problem 
is completely solved; but practically it is hopeless to carry out such a calcu- 
lation, even if we admitted the validity of current field theories. It would | 
require, on the other hand, a vast amount of experimental materials to check | 
all these predictions, because the latter are concerned not only with the) 
average values but also the statistical distribution of all the measurable 
quantities. | 
The fact that a large number of particles are involved in the process leads us| 
to the expectation, however, that some of é’s, or their suitable combinations 
(possibly including E, a, B), which we shall denote by ¢, 42... Cp. (kK < 
will behave “classically”. By the classical quantities we mean the following: } 
If we specify HZ, «, and f, the coefficients az,,g(€) will have non-vanishing | 
values, in general, for various sets or over wide regions of the é-variables;; 
but, when expressed in terms of ¢’s and y’s (z’s denoting the remaining 4 
“non-classical”? variables), the az,a,8(C; --- Ce» Xeva ++ Xi) will have one very) 
sharp maximum at a particular set of ¢’s, (C4, C3... Cz), so that praceeelal| 
we may put classical unique relations | 


Ci == Ct(E, a, B), Co — C9(£, a, B); (3.2)] 
| 
while for the rest of the variables, y’s, quantum-mechanical fluctuations} 
cannot be neglected and, with a given set of EZ, a, f, only statistical pre 
dictions are possible. | 
3.2.3. Most of the theories on the mechanism of multiple production have} 
worked out only the average behaviour of the system?) and most of the} 
models presume classical behaviour of the system such as given by (3.2). Sal 
we must either compare their predictions with a large number of events or| 
assume that main variables are of a classical nature. 
Empirically we know at least one semi-classical variable: the averagd 
transverse momentum of secondary pions. This quantity is found stable 
from event to event and, moreover, even little-dependent on E. | 
Another combination of variables has been suggested to behave classicall 
too: KANEKO and OKAZAKI [19] have pointed out, from analysis of 4 
number of primary jets as well as accelerator data, that, although th 
multiplicity of charged secondaries, NV, and the inelasticity, 7, fluctuate very} 


1) The actual experimental condition can be approximately described by a plane wave 
because the grain of silver that localizes the beam is very large compared with the d 
mension of the target-nucleus. In this connection one should: be careful in arguing il 
terms of angular momenta or impact parameters. See below. pi ali 
2) The LOW theory and the Fermi theory can also afford the fluctuations around thi} 
average values. 1} 
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much even in the same energy region, theirratio NV, /7 can be expressed as an 
approximately unique function of the total energy?). 

3.2.4. One might hope it would be possible to continue finding out suitable 
combination of variables which can be regarded as classical function of E, 
a and f, and in this way attain at a satisfactory description of the multiple 
production. But we are inclined to think that this is not the case. For one 
thing, the inelasticity is an important characteristic of the collision, but we 
do not know any plausible reasoning for guaranteeing its classical behaviour, 
since it is determined by the energy which one particle (the incident particle) 
carries away, and the argument that participation of many particles implies 
the validity of classical approximation does not hold2). 

3.2.5. Let us assume that it is impossible to make a classical description of the 
process as long as we specify the state by EZ, « and 8. Then we have still the 
following possibility. Suppose, for instance, we have chosen one of the é’s (or a 
- function of &’s and £, «, B) and denote it by w. We can write (3.1) in the form, 


uf E, ’ 
S¥aae = 3) 3, Ox,0,0,0(8 + §-2) Whee pees (3.3) 
pay eri 
and presume that we can select a suitable set of classical variables ¢, ... ¢; 
so that, for given values of E, «, B and w, 


bere a (EZ, a, B; w) 
Ce — Ge (E, a, f’, @) (3.4) 
Ch oF Ck(E, a, B, @) 


are determined almost uniquely, and further assume that these variables are 
sufficient to describe essential features of the collision. : 

3.2.6. When it is possible to choose such an mw and ¢’s, then we can apply 
to the process of multiple production a quasi-classical theory or model, 
which involves one adjustable parameter. The value of the parameter 
varies from case to case, but once it is specified, all other main quantities 
are uniquely determined. 

Examples of such one-parameter theories or models are: HEISENBERG’S 
theory with impact parameter, FERMI’s statistical theory with angular 
momentum conservation, the isobar model with adjustable inelasticity, and 
so on. 

Of course it may be the case that it is impossible to choose such a set of w 
and ¢’s either and that we have to go over to a two-parameter theory or 
model, which implies the validity of the following relation for a suitable 
pair of m, and @p. 


> 


6, = CLE, a, B; @,, @e); isa Mean Bs (3.5) 


1) In the above terminology N, 7, ... correspond to &,, &... and N/y = &/& = G is 
one of the classical variables. at ‘ 
The classical relation ¢, = C9 (2) they give is the following: 
~ 3.5 (y. — 1) for y, S 7, 

eae ~ 9(y— 1)’ LOVE; ete 
where y, is the Lorentz factor of the c.m.s. to the 1. s. 
2) Here we assume that the collision takes place as one elementary act, and not as a 
succession of events. 


. 
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An example of such a model is given by the fire-ball model in the foregoing 
section. (@,: final velocity of the nucleon, @,: final velocity of the fire ball.) 


3.3. Impact parameter and collision time 


3.3.1. An attempt has been done by EZAWA [20] to introduce a classifying 
variable without recourse to any particular model‘). He namely defines a 
quantity 

_VN-m 


b ro 


(3.6) 


where m is the anisotropy parameter defined by (1.1.6), and finds, that the 
multiplicity and other quantities fluctuate rather little when plotted as 
function of 6. 

The quantity b has, in the classical limit, a physical meaning of impact 
parameter, though, according to our opinion, this should not be taken too | 
literally. 

3.3.2. Another attempt to introduce the concept of “‘collision time” as a | 
classifying variable has been presented by one of us (Z. K.) [01]. He starts | 
from the experimental fact that the inelasticity of the collision fluctuates 
widely, and with the help of an assumption of a simple mechanism of the | 
energy loss, this fluctuation is expressed in terms of the fluctuation of the 
effective collision time t. The inverse of the effective collision time, 2 = 1/1 
specifies a characteristic frequency of the collision’). 

Then he compares 2 with frequencies of excitation mode, W’s and the 
strength of interaction energy V, and classifies the regions of applicability 
of various theories and models. For instance, in the region N< W, V >W, 
the statistical treatment would be appropriate, while for 2 SW _ the 
sudden approximation (Bremsstrahlung model) would make sense. In this 
way he believes that many of the theories and models have their own regions 
of validity; they should not be looked upon as mutually exclusive alternatives, |} 
but as complementary approximations of a more fundamental theory. i 


§4. Extremely High Energy Phenomena and Theory 
of Elementary Particles 


4.1. Concept of critical energy 


4.1.1. As we have mentioned in II. § 1, the theoretical study of multiple |} 
production originated in HEISENBERG’s consideration of the fundamental |} 
difficulties of the current field theories. These difficulties remain, after more |} 
than 20 years, in still acuter forms, and though the early attempts to connect || 
the phenomenon of multiple production directly with the universal length |} 
today seem to be too naive, the concept of a certain critical energy, above |} 
which the conventional field theories break down, should be examined |} 
with our present knowledge of interactions of elementary particles. 
_ yf bal 

1) Of course the results obtained may eventually lead to a new kind of model. 
2) Here the symbol Q has no relation to the volume in the statistical theory. 
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4.1.2. We could now introduce the “‘critical energy” in connection with 
the following circumstances. 

1) The ultra-violet divergences of the field theories are unsolved. The con- 
sistency of the renormalization procedure is quite doubtful. 

2) Some experimental facts suggest spacial extension of elementary par- 
ticles. (For example, the core of the nucleon.) 

3) Three kinds of interactions are now known: Strong baryon-meson inter- 
action, medium electromagnetic interaction, and weak decay interaction. It 
is usually assumed that the strong and electromagnetic interactions are of 
the first (renormalizable) kind, while the decay interactions are of the 
second (unrenormalizable) kind. 

4.1.3. The last-mentioned assumption implies that the “weak” interactions 
are energy-dependent, while the “strong” ones are not, so that above a 
certain critical energy E,,, the “weak”’ (parity-violating) interactions will be 
stronger than the “‘strong”’ ones [102, 103]. 

The value of L,, is roughly estimated to be 10? ~ 108 Gev in the c.m.s. 
and we could expect, for instance, abundant production of leptons (including 
-mesons) at this energy, provided that the above argument is correct. 


4.2. Suggestions from extremely high energy phenomena 


4.2.1. Most physicists have vague expectations that the study of extremely 
high energy phenomena will give us some clues to the very “inner structure”’ 
of elementary particles+). Whether this hope will be realized is still quite 
open. 

The existence of a critical energy discussed in the foregoing section is one 
of the optimistic points of view in this sense. Below let us quote some opi- 
_ nions of pessimists. 

_ A group of theoreticians believe that nothing new would come out of the 
_ study of high energy phenomena, because the higher energy we go up to, the 
| less will elementary particles interact with each other, so that at the highest 
limit they will behave as if they were free particles. 

Another class of pessimists admit that we may find some peculiar events, 
_ but the secondary effects which are characteristic of lower energy events 
would play a very important role and mask intrinsically high energy aspects. 
| An example is given by LANDAU’s hydrodynamical theory of multiple 
_ production, where most of the observational data reflect the critical tem- 
perature 7’, and not the initial high temperature. 

| 4.2.2. We have also divergent opinions concerning the evaluation of various 
_ hypotheses presented so far. 

_ For example, a pessimist finds in the hydrodynamical theory of LANDAU 
nothing but an ingenious approximation of high energy many body pro- 
blems, that is to say, a very convenient way of describing what can be 
expressed in the usual terminology. An optimist hopes, on the contrary, 
that it gives insight into the nature of the behaviour of the matter, even if 
its predictions are equivalent to those of conventional field theories as far 
as multiple production is concerned. He would like to ask: Should we not 


4) The term “‘inner structure” is of course symbolic. It includes, for instance, the con- 
cept of ‘“Urmaterie’’. 
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discard in the high energy region the concept of individual particles inter- 
acting with each other and rather return to more fundamental fluid of Ur- 


materie? 
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V. Messung der Teilchengeschwindigkeiten mit Hilfe von Blasenkammern 


Literatur 


Einfiithrung 


Gerate zur Sichtbarmachung von Teilchenspuren unterscheiden sich wesentlicl} 
von den anderen Teilchendetektoren. Mit ihrer Hilfe kann man zahlreiche I 
formationen tiber individuelle Kernprozesse erhalten. Sie kénnen daher be 
Teilchenquellen geringer Intensitat benutzt werden. Die dabei erhaltenen Date}| 
zeichnen sich durch groBe Anschaulichkeit aus. if 
Die schnelle Entwicklung der Technik von Elementarteilchenbeschleunigerf 
fiihrte dazu, daB die bis 1952 existierenden Spurennachweisgerate (Wilso 


. 
Sa Snax isk 
1) Uspechi fiz. Nauk 64, 361 (1958), deutsche Redaktion durch Dr. K. GoTTsTEIN (KG 
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kammer, Diffusionskammer und Kernemulsion) die Anforderungen der Physik 
hochenergetischer Elementarteilchen nicht mehr voll erfillen konnten. Der 
Hauptmangel der beiden erstgenannten Gerate ist die geringe Bremskraft des 
Betriebsstoffes; Mangel der Emulsionsmethode bestehen erstens darin, da die 
Herstellung von sehr groBen Emulsionskammern auBerordentlich schwierig ist, 
zweitens in dem tiberaus mihseligen Durchmusterungsproze8 und der umstand- 
lichen Verarbeitung der Teilchenspuren. 

Die Aufgabe, ein Spurennachweisgerat mit einem Betriebsstoff hoher Dichte und 
groBem Volumen zu entwickeln, wurde 1952 erfolgreich von GLASER [J, 2] 
gelost. Das neue Gerat, das die Bezeichnung ,,Blasenkammer“ erhielt, besteht 
aus einem Behilter, der mit irgendeiner durchsichtigen tiberhitzten Flissigkeit 
gefiillt ist. [onisierende Teilchen rufen beim Durchfliegen der Kammer ein plotz- 
liches ,,Aufkochen“ der Flissigkeit hervor, das auf ein enges Gebiet lings der 
Teilchenbahnen begrenzt ist. Die Spur wird somit als Kette von Dampfblaschen 
sichtbar. 

Die erste Blasenkammer war mit Diathylather gefiillt und hatte nur geringe 
AusmaBe (einige cm*). In den letzten Jahren wurden in vielen physikalischen 
Laboratorien der Welt Blasenkammern gebaut, in denen die verschiedensten 
Betriebsflissigkeiten benutzt wurden. Im Jahre 1953 wurde bekannt, daB iiber- 
hitzter fluissiger Wasserstoff gegentiber ionisierender Strahlung empfindlich 
ist [3], und 1954 wurden die ersten Teilchenspuren in Wasserstoff blasenkammern 
photographiert [4]. Man erhielt Teilchenspuren auch in Helium, Athylen, Xenon, 
Propan, ”- und Isopentan, Butan, Freon F 13 und F 12 sowie in anderen Fliissig- 
keiten. Ferner wurde gezeigt, daB auch Schwefeldioxyd, flissiger Stickstoff, 
Benzol, Athyl- und Methylalkohol strahlungsempfindlich sind [5]. ; 
Waren die Blasenkammern in den ersten zwei bis drei Jahren ihrer Entwicklung 
selbst Untersuchungsobjekt, so gehéren sie heute zu den wichtigsten Geraten 
der Physik hochenergetischer Teilchen. Die Blasenkammern wurden erfolgreich 
bei der Untersuchung der Wechselwirkung von K--Mesonen mit Protonen, der 
Streuung von Pi-Mesonen an Wasserstoff, von Reaktionen des Typs a~ + p— 
+ K* usw. benutzt. 

Die schnelle Entwicklung der Blasenkammermethodik kann als Beweis fiir die 
bedeutenden Vorztige titber andere Spurennachweismethoden gelten. Bei einer 
Stoffdichte, die der der Photoemulsion nahekommt, gleicht die Blasenkammer 
beziiglich ihrer méglichen Dimensionen und der Einfachheit der Spurenaus- 
wertung der Wilsonkammer. Wegen der hohen Wachstumsgeschwindigkeit der 
Blaschen fallen Verzerrungen durch Konvektion weitgehend weg. Die Dauer 
eines Arbeitszyklus der Blasenkammer betragt im Mittel etwa 5 — 10 sec, d. h. 
sie unterschreitet die einer Wilsonkammer um ein Mehrfaches. 

Kine mit Wasserstoff gefillte Blasenkammer ist ein ideales Gerat zur Unter- 
suchung der Wechselwirkung schneller Teilchen mit Protonen. Die Blasen- 
kammer vertragt im Gegensatz zur Hochdruckdiffusionskammer eine hohe Be- 
lastung!). Die Lebensdauer der Blasenkeime ist gering, weshalb die Kammer ein 
sehr kurzes ,,Gedachtnis“ besitzt (die Spuren von Teilchen, die die Kammer 
durchflogen haben, bevor die Fliissigkeit tberhitzt wurde, kénnen sich nicht 
entwickeln). Unter den Arbeitsbedingungen impulsférmiger Beschleuniger wird 
der Schleier durch das Fehlen eines ,,Gedachtnisses“ sehr stark gemildert. Eine 
mit einer Blasenkammer gemachte Aufnahme unterscheidet sich immer vorteil- 


1) D.h., sie ist bereits sehr kurze Zeit nach einer Expansion wieder aufnahmebereit (KG). 
4 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik“ 
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haft von einer Wilsonkammeraufnahme, da weder ein Schleier noch Verzer- 
rungen durch Konvektion auftreten1). Bild 1 zeigt eine typische Photographie 
von Spuren schneller Teilchen in der Blasenkammer. 
Die Nachteile der Blasenkammer bestehen in der Unmdglichkeit, die Kammer 
selbst zu steuern?), sowie in dem relativ zur Photoemulsion kleinen geometri- | 
schen Auflésungsvermégen, weil die Blasenzahl pro Langeneinheit der Spur ver- 
haltnismaBig klein ist. 


I. Physikalische Grundlagen der Arbeitsweise von Blasenkammern 
1. Uberhitzte Flissigkeiten 


Eine Flissigkeit in tiberhitztem Zustand stellt ein metastabiles System dar. 
Vom energetischen Gesichtspunkt aus ist die Trennung in zwei Phasen giinstiger. 
Dies wird jedoch durch eine Potentialschwelle verhindert, die mit der Ver- | 
groBerung der freien Oberflache der Fliissigkeit beim Sieden zusammenhangt. | 
Die Flissigkeit befinde sich in einem Zustand, der durch die Temperatur 7’, 
den hydrostatischen Druck p, und durch den Sattigungsdampfdruck iiber der | 
Fliissigkeitsoberflache p,, charakterisiert wird, es sei p.. > p, d. h. die Flissig- | 
keit sei iberhitzt. Entsteht hierbei auf irgendeine Weise in der Flissigkeit ein | 
Dampfblaschen, dann hangt dessen weiteres Schicksal hauptsachlich von seinem | 
Radius ab, weil auBer dem hydrostatischen Druck von Seiten der Flissigkeit auf | 
das Blaschen noch die Oberflachenspannung wirkt. Der Zusatzdruck, der von der |} 
Oberflichenspannung herrihrt, wird nach der Formel 


1 dU op 20 
PO) Artie aed a ier Oy 


bestimmt, wobei o die Oberflachenspannung ist. Fiir kleine Radien r kann die | 
Gr6éBe pon sehr groB werden, und das Blaschen wird zusammengedriickt, fiir | 
Werte von r, die einen bestimmten kritischen Radius r,, tibertreffen, wird das i 
Blaschen wachsen. Diesen kritischen Radius kann man bestimmen, wenn man|| 
davon ausgeht, da8 der Sattigungsdampfdruck mit der Summe aus hydrostati-|| 
schem Druck und dem durch die Oberflachenspannung bedingten Druck im|| 
Gleichgewicht stehen muB: | 


=f 2)| 
Po — Pp : 


Blasenkeime mit r > ry, kénnen durch Warmefluktuation oder z. B. auf Kosten) 
der Ionisierungsenergie schneller Teilchen. gebildet werden. Nach [6] ist die} 
Wahrscheinlichkeit W dafiir, daB Blasenkeime in der Fliissigkeit durch Warme-| 
fluktuation entstehen, 


‘kr = 


3 
W ~ exp |— 1620 | 


3KT (poo = p)* 


1) Allerdings kénnen auch in der Blasenkammer durch Turbulenz merkliche Verzerrungen) 
hervorgerufen werden (KG). ‘ 
*) Unter Steuerung wird hier die Steuerung der Expansion verstanden. Die Steuerung z. B.|| 
der Beleuchtung einer bereits empfindlichen (expandierten) Kammer. dutch Zahlerkoinzi-4 
denzen ist durchaus méglich. (Anm. d. Ubers.) 


{ 
1 


Bild 1. Spuren schneller Teilchen in der Blasenkammer?) 


*) Unveroffentlichte Aufnahme aus der 10-Zoll-Wasserstoffblasenkammer von ALVAREZ. Herrn Prof. L. W. 
Alvarez, Berkeley, sei fiir die Uberlassung dieser Aufnahme gedankt. Oberhalb der Bildmitte ist der Zerfall 
eines t-Mesons sichtbar (KG). (Die im Original an dieser Stelle wiedergegebene Aufnahme erlaubte keine 


weitere Reproduktion.) 


! 
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Bei geringer Uberhitzung, d.h. fiir kleine Werte von (p,, — p) bei gegebener 
Temperatur, wird die Wahrscheinlichkeit fiir das Sieden einer reinen Fliissigkeit 
sehr klein. In diesem Falle beginnt die Fliissigkeit an der Oberflaiche von Bau- 
elementen der Kammer (Dichtungen, Membranen, Wanden) oder an den Spuren 
ionisierender Teilchen zu sieden. 

Bei grofer Uberhitzung wird die Wahrscheinlichkeit fiir die Entstehung von 
Blasenkeimen durch Fluktuation merklich. In diesem Falle wird eine groBe Zahl 
von Dampfblaschen abgeschieden, es wird ein ,,Nebel‘‘ erzeugt, und die Fliissig- 
keit siedet gleichzeitig im gesamten Volumen. 


2. Die Anwendung tberhitzter Flissigkeiten zum Nachweis ioni- 
sierender Teilchen 


Wenn ionisierende Teilchen die Blasenkammer durchqueren, erzeugen sie langs 


ihrer Spur eine Kette von Blasenkeimen. Hierfiir wird eine verhaltnismaBig nur 


geringe Energie aufgewandt. Die Energie fiir die weitere Entwicklung der Spur 
wird bereits der tiberhitzten Flissigkeit entzogen. 
Der Erzeugungsmechanismus der Blasenkeime ist bisher noch unklar. Zur Zeit 


_existieren zwei Varianten einer theoretischen Erklarung dieser Erscheinung. 


Nach der ersten Variante geht der EntstehungsprozeB der Blasenkeime folgen- 


_derma8en vor sich: Das ionisierende Teilchen erzeugt einige gleichartige Ionen 


innerhalb von Dampfhohlstellen, die durch thermische Fluktuation entstanden 
sind. Die Ionen ,,setzen sich‘ an die Oberflache dieser Hohlstellen und bleiben 
dort, wobei sie durch ,,lokale Krafte‘‘ festgehalten werden [7]. Wegen der 
Coulomb-AbstoBung der [onen wird die Hohlstelle erweitert, und damit ist ein 
Blasenkeim entstanden. Diese Variante wurde zuerst von GLASER vorgeschlagen, 
spater von BERTANZA, MARTELLI und ZACUTTI entwickelt [8]. Der Hauptein- 


; wand gegen diese Variante besteht darin, daB keine ,,lokalen Anziehungskrafte“, 
die die Ionen auf der Oberflache der Dampfhohlstellen festhalten kénnten, be- 
_kannt sind?). Nichtsdestoweniger ergibt eine auf einem elektrostatischen Modell 


beruhende Theorie mit dem Experiment iibereinstimmende Werte fiir Betriebs- 
druck und -temperatur. ; 
Nach der zweiten Variante werden die Blasenkeime durch zusatzliche lokale 


_ Uberhitzung erzeugt, die durch die direkte Abgabe kinetischer Energie der Ionen 
an die nachstliegenden Molekiile hervorgerufen wird. Das wichtigste Argument 
_zugunsten dieser Variante ist die Unempfindlichkeit tiberhitzten reinen Xenons 
_ gegeniiber ionisierenden Teilchen (s. Abschn. IT). 


Die MiBerfolge aller Versuche, die Blasenkammer durch die Teilchen selbst zu 
steuern, deuten darauf hin, da8B die zur Erzeugung von Blasenkeimen ginstigen 


_ Bedingungen nur fiir sehr kurze Zeit nach dem Teilchendurchgang existieren. 


Diese Tatsache ist im Rahmen der thermischen Variante leicht erklarlich, weil 


1) Die Existenz von ,,lokalen Anziehungskraften‘* besonderer Art braucht nach GLASER 
(siehe Handbuch der Physik, Springer-Verlag, Berlin 1958, Band XLV, Seite 329) hier 
nicht angenommen zu werden. Unter Zugrundelegung der bekannten Ionenbeweglichkeiten 
in Fliissigkeiten ergibt sich, daB die Ionen etwa 10-* sec benétigen, um sich so weit von- 
einander zu entfernen, daB sie bei der Blasenbildung keine Rolle mehr spielen konnen. Diese 
Zeit wiirde aber vollig ausreichen, um eine Blase mit kritischem Radius (~10~° cm) ent- 
stehen zu lassen. — GLASER stellt in seinem Handbuchartikel (loc. cit.) jedoch einige andere, 
schwerer wiegende Argumente gegen diese Variante einer Theorie der Blasenentstehung 
zusammen (KG). 

4* 
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die thermische Relaxationszeit fiir Dimensionen, die in der GroBenordnung des: 
kritischen Radius liegen, kleiner als 10-° sec ist. 
Hinige qualitative Seiten des Erzeugungsprozesses von Blasenkeimen k6énnen aus} 
energetischen Uberlegungen abgeleitet werden. Wir berechnen die Minimal- 
energie, die zur Erzeugung von Blasenkeimen notwendig ist [9]: 


32 TEEN Don O° 16763 32 > zpo® 
3 kT (po —p)> (Pwo — p)? 3 (Po — p)® 


Hierbei ist H die Verdampfungswarme und 7 die absolute Temperatur. Das4 
erste Glied beschreibt die Energie, die zur Verdampfung der Flissigkeit im) 
Blaschen erforderlich ist. Der zweite Term ist die zur Bildung der Blaschenober- 
flache verwendete Energie. Der dritte Term ist die zur Ausdehnung des Blas-: 
chens auf den Radius 7, gegen den hydrostatischen Druck benétigte Energie. | 
Aus Formel (4) ist ersichtlich, daB die die Kammerempfindlichkeit bestimmende} 
Gréfe #,, stark von der Oberflachenspannung der Flissigkeit und dem Druck-4 
abfall (p. — p) abhangt. Zur Verringerung der GréBe Fy, ist es von Nutzen, inj 
der Nahe der kritischen Temperatur <u arbeiten, weil o und H bei Annaherung4 
an den kritischen Punkt auf Null absinken. (In der Nahe von 7, wird o ~4 
(Ti, — TY: und H ~ (Ty, — T)'/2 [6].) AuBerdem kann man in der Nahe des} 
kritischen Punktes einen hohen Druckabfall realisieren, ohne zu negativen| 
Drucken zu kommen. | 
Den Arbeitspunkt der Blasenkammer kann man jedoch nicht beliebig nahe dem4 
kritischen Punkt wahlen. Dies erklart sich daraus, daB sonst bei Temperatur-| 
erhohung der Druckarbeitsbereich zwischen demjenigenWert von p,.— p, beidem| 
Schleierbildung eintritt, und demjenigen, bei dem die Flissigkeit gegeniibe | 
ionisierenden Teilchen empfindlich wird, sehr schmal und damit die Arbeits | 
weise der Kammer unsicher wird. 
Die Energie, die zur Erzeugung eines Blaschens mit kritischen Dimensionen} 
notwendig ist, mu8 in Bereichen von der Gré8enordnung des kritischen Radiusj} 
d.h. 10-° bis 10-§ cm, abgegeben werden. Solche Bedingungen existieren ami 
Reichweitenende von 6-Elektronen, die von ionisierenden Teilchen ausgeldés i 
werden. Elektronen mit etwa 200 eV Energie verlieren ihre gesamte Energie auf 
einem Weg < 107° cm [0] (in fliissigem Propan). Es ist daher anzunehmen, dali 
bei der Blasenerzeugung 6-Elektronen mit 100 —200 eV Energie die Hauptrolle} 
spielen. Die Zahl solcher 6-Elektronen ist proportional Z2/62, wobei Z die Teil,| 
chenladung und die Teilchengeschwindigkeit (in Einheiten der Lichtgeschwin,} 
digkeit) ist. Im Zusammenhang damit ist zu erwarten, daB die Spurdichte nicht3} 
relativistischer Teilchen als Funktion ihrer Geschwindigkeit von der Form 
Zt 

9 = Yo Bs (5}} 


(4) 


| 
| 
j 


Ex, = 


| 


sein wird [10]. Hier ist gy eine Konstante, die von der Art der benutzten Fliissig | 
keit und dem gewahlten Arbeitsbereich der Kammer abhangt. 


Il. Konstruktion von Blasenkammern : 
Kine Blasenkammer ist eine ziemlich umfangreiche Anlage; die, was die Komplij 
ziertheit anbetrifft, ungefahr einer Hochdruck-Wilsonkammer “bleichkomm | 
Au8er dem mit der Betriebsfliissigkeit gefiillten Volumen (d.h. der eigéntlicher} 
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Kammer) besteht die Apparatur noch aus der Expansionsvorrichtung, dem 
Thermostaten, dem Photogerat, dem Beleuchtungssystem und dem Steuerungs- 
mechanismus. 

Blasenkammern werden gewohnlich fiir Arbeiten an pulsierenden Beschleuni- 
gern verwendet. Das Zusammenwirken der verschiedenen Aggregate geht dabei 
folgendermafen vor sich: Die Kammertemperatur wird ununterbrochen kon- 
stant gehalten. Der Anfangsdruck ist etwas gréBer als yp... In einem bestimmten 
Zeitpunkt vor dem Durchgang der Teilchen durch die Kammer wird die Ex- 
pansionsvorrichtung ausgelést. Dabei fallt der Kammerdruck schnell auf einen 
Wert, der bedeutend unter dem Sattigungsdampfdruck bei der gegebenen 
Temperatur liegt. Unter dieser Bedingung ist die Flissigkeit itiberhitzt, und die 
Kammer wird gegeniiber ionisierender Strahlung empfindlich. In diesem Augen- 
blick?) fallt der Teilchenstrahl auf die Kammer. Eine bestimmte Zeit nach dem 
Teilchendurchgang wird die Belichtungsapparatur ausgelést und die Spur photo- 
graphiert. Danach wird der Kammerdruck durch die Expansionsanlage wieder 
auf den Ausgangswert angehoben, wodurch die Dampfphase kondensiert und 
die Kammer wieder aufnahmebereit wird. Die Druckerniedrigung, das Ziinden 
der Lampe, der Filmtransport und die Druckerhéhung erfolgen durch ein Signal 
des Steuerungsmechanismus. 

Weiter unten betrachten wir den Bau der einzelnen Aggregate, mit Ausnahme 
des Steuerungsmechanismus, dessen Aufbau von den konkreten physikalischen 
Aufgaben abhangt. Die Konstruktion einer Wasserstoffkammer wird gesondert 
behandelt. 


1. Die eigentliche Kammer und die Expansionsvorrichtung 


Bei der konstruktiven Ausfithrung von Blasenkammern unterscheidet man zwei 
Klassen, die sich wesentlich durch ihre Zeitcharakteristiken unterscheiden. 
Vollig aus Glas gefertigte Klammern, deren Expansionsvorrichtung innerhalb 
der kalten Zone angeordnet ist, werden als ,,saubere“’ Kammern (‘‘clean”’ cham- 
bers) bezeichnet. Unter der kalten Zone versteht man den Teil der Kammer, in 
dem die Fliissigkeitstemperatur unterhalb der Siedetemperatur bei p = py liegt, 
wobei p, (der niedere Druck) der Druckwert ist, bis zu dem der Kammerdruck 
abfallt (im vorhergehenden Abschnitt wurde dieser Druck einfach mit p be- 
zeichnet). Zu dieser Klasse gehért die erste von GLASER gebaute Kammer, 
weshalb man Kammern dieser Art manchmal auch Kammern vom GLASER-Typ 
nennt. 

Zur zweiten Klasse gehoren die Kammern, die aus Metall angefertigt sind, und 
die oft als Klammern vom .,schmutzigen* Typ (‘‘dirty”’ chambers) bezeichnet 
werden?). In diesen Kammern berihrt die iiberhitzte Fliissigkeit unmittelbar 
die Dichtungen zwischen Gehause und Glas, das Gehause selbst und bei einigen 
Konstruktionen auch die Membran der Expansionsanlage. 


1) D, h. etwa 10 msec nach der Expansion (KG). 

2) Die Bezeichnung “dirty”? chamber riihrt daher, daB in Metallkammern i. a. keine 
besonderen VorsichtsmaBregeln zur Verhinderung des parasitaren Siedens an den Dich- 
tungen, Kammerwanden usw. getroffen werden. (Anm. d. Ubers.) — Eine Metallkammer 
verhalt sich insofern wie eine durch Blasenkeime ,,verschmutzte‘‘ Kammer, als in ihr auch 
bei Abwesenheit von ionisierender Strahlung schon kurze Zeit (um 20 msec) nach der 
Expansion spontanes Sieden einsetzt, wahrend eine ,,saubere‘‘ Kammer u. U. mehrere 
Minuten im iiberhitzten Zustand verharren kann (KG). 
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Der Hauptvorteil von Metall- gegeniiber Glaskammern besteht in der Méglich- 
keit, Kammern mit sehr groBen Abmessungen herzustellen, bis zu einigen zehn} 
Litern [17]!), wihrend reine Kammern offenbar auf 500 cm? beschrankt sind [12]. 
Kine reine Kammer wird gewoéhnlich aus Pyrexglas hergestellt, das plétzliche 
Temperaturanderungen gut vertragt. Es handelt sich dabei um zylinderformige 
oder rechteckige GefaBe mit langem Hals, iiber den die Druckerniedrigung er-} 
folgt. Langs des Halses fallt die Temperatur von der Kammertemperatur zur? 
Temperatur des Expansionssystems ab. Gegenwartig werden reine Kammern 


nur fiir methodische Un- 
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probung neuer Fliissig-. 
keiten, Untersuchungen) 
der Arbeitsbereiche). 
Um eine Vorstellung uber? 
Aufbau und Arbeitsweise} 
einer Metallkammer zu er- 
halten, wird in Bild 2 das; 
Schema einer der besten 
Kammern dieses Typs dar- | 
gestellt [10]. Das Volu-|| 
men A ist mit der Be-|} 
triebsflissigkeit — gefiillt; | 
das mit Wasser gefiillte|| 
Volumen B ist tiber eine} 
Offnungim Dichtungsring 3 |] 
mit dem elektromagneti- |} 
schen Ventil 4, dem Regu- |} 
lator des Dampfphasenvo- |} 
lumens 5 und dem Kapa-|} 
zat zitatsmanometer 6 verbun-|| 
den. Das Arbeitsvolumen} 
der Kammer ist vom) 
Raum B durch die Fluoro- 
plastmembran 7 getrennt. |] 
Zur Temperierung der} 
Kammer flie8t Wasser aus dem Thermostaten durch den Kanal zwischen den}f 
Flanschen, die das Glas andriicken, und dem Kammergehause. | 
Ist kein 4uBerer Druck vorhanden (Ventil 4 gedffnet), befindet sich die Mem-} 
bran 7 in mittlerer Stellung, und die Gummimembrane 8 und 9 werden auf died 
entsprechenden Unterlagen gedriickt. Der Expansionskoeffizient kann mit Hilfe 
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Bild 2. Metallblasenkammer 


| 
des Regulators 5, der aus einem Kolben mit Gummimembranen besteht, ver-/ 
andert werden. Die GréBe des Druckabfalls ist durch den Gasdruck im Volumen 
gegeben. 
Die Kammer arbeitet folgendermaBen: Uber den in der Abbildung nicht ge-} 
zeigten Druckstabilisator und das elektromagnetische EinlaBventil 10 wird ei 
hochkomprimiertes Gas auf die Gummimembran 9 gegeben. Dieser Druck wir 
durch das Wasser auf die Membrane 7 und 8 iibertragen. Die Membran 8 wir 
eae % 
1) Die von ALVAREZ und Mitarbeitern in Berkeley, Calif. gebaute Bleccukanimer faBtf 
520 Liter fliissigen Wasserstoff (KG). 
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uf die Unterlage gedriickt, die Membran 7 wirkt auf die Betriebsfliissigkeit. 
Jie Dampfphase kondensiert vollstandig, und die Kammer ist zur Expansion 
ereit. Zu einem bestimmten Zeitpunkt vor dem Teilchendurchgang durch die 
<ammer wird das Ventil 4 (Auspuffventil) gedffnet. Diese Zeit wird so gewahlt, 
laf’ im Augenblick, in dem die Teilchen die Kammer durchfliegen, der Druck 
rerade dem Gasdruck p, im Volumen C gleichkommt. Der Druck bleibt so lange 
‘leich py, bis die Membran 8 wegen des Siedens der Fliissigkeit an den Dichtun- 
gen wieder auf die Unterlage gedriickt wird. Wahrend der ganzen Zeit ist die 
<ammer gegentiber ionisierender Strahlung empfindlich. Die Empfindlichkeits- 
eit wird durch Anderung des Expansionsverhiltnisses reguliert. 

‘ir eine schnelle Regelung der Empfindlichkeit und fiir die Wahl des optimalen 
3ereichs ist eine Methode der Druckerniedrigung auf das geforderte Niveau, die 
rstmalig in der Arbeit [13] angewandt wurde, sehr giinstig. Ihre Anwendung in 
ler beschriebenen Apparatur ermdéglichte einen Rekord fiir die Empfindlich- 
ceitszeit von Metallkammern — 40 msec. Kammern dieses Typs nennt man 
<ammern mit Druckbegrenzung (‘‘pressure defined’? chambers). 

<ammern, in denen die die Betriebsfliissigkeit abgrenzende Membran bei Druck- 
rniedrigung auf einer Unterlage liegt, werden als Kammern mit Raumbe- 
srenzung (Volumbegrenzung) (‘‘Volume defined’? chambers) bezeichnet. In 
liesen Kammern wird die GréBe p, durch das Expansionsverhaltnis bestimmt. 
Die Empfindlichkeitszeit solcher Kammern ist im allgemeinen klein (3 —5 msec). 
Das Komprimieren und Expandieren der Fliissigkeit erfolgt in den meisten 
<ammern durch Membrane, wie in der oben beschriebenen Konstruktion. Oft 
werden fiir diesen Zweck jedoch auch Kolben- oder Balgen-Anlagen benutzt. 
innerhalb der Kammer konnen Metallplatten zur Erweiterung des Bereichs 
ingebracht werden, innerhalb dessen die Energie eines Teilchens liegen muB, 
lamit seine Bahn ganz in der Kammer verlauft [74]. 

Der Kammerdruck wird in der Regel mit einem Kapazitaétsmanometer kontrol- 
iert. Dadurch kann die Druckanderung in der Kammer wiahrend des Betriebs- 
yklus oszillographisch registriert werden!). Das Manometer ist in der Expan- 
ionsvorrichtung oder in der Kammer selbst so angeordnet, da die an einer 
Stelle verdiinnte Kammerwand als Membran wirkt. 

Das Kammergehause besteht gewéhnlich aus einem gedrehten Metalistiick, 
veil an Verbindungsstellen parasitares Sieden auftritt, das die Empfindlichkeits- 
eit verktirzt und das Gesichtsfeld verkleinert. Die innere Gehduseoberflache 
<ann einfach sauber abgedreht werden, mu8 jedoch in den Fallen, wo maximale 
Empfindlichkeitszeit erfordert wird, poliert werden. 

in der Arbeit [10] wurde die Kammer aus nichtrostendem Stahl hergestellt. Es 
ind Kammern im Betrieb, die aus Kupfer, Dural, Messing und sogar aus ge- 
wohnlichem Nutzstahl angefertigt sind. Nichtrostender Stahl ist offenbar sehr 
rorteilhaft. Er ist chemisch widerstandsfahig, unmagnetisch, besitzt eine ver- 
1altnismaBig groBe Haltbarkeit und laBt sich leicht oberflachenrein halten. 

Die Durchsichtfenster einer Metallkammer bestehen in der Regel aus geharte- 
em Glas, das um einige Male haltbarer als gewohnliches optisches Glas ist”). 

in Kammern, die mit Freonen arbeiten, méglicherweise auch in anderen Kam- 
mern, kann organisches Glas benutzt werden, z. B. Plexiglas [28], das mehr 


) Eine sehr einfache Schaltung, die fiir den Betrieb mit einem kapazitiven Geber vor- 
sesehen ist, wird in [44] beschrieben. 
) Zur Hartung eignen sich die Glassorten K-3, K-4, K-5. 
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Sicherheit als gew6éhnliches Glas bietet. Es 148t sich mechanisch bearbeitey 
weshalb es in beliebigen Abmessungen in der Werkstatt hergestellt werden kant 
Bedauerlicherweise springt bei einigen organischen Glassorten die Oberflach 
unter Einwirkung hohen Drucks. 
Als Material fiir die Dichtungen zwischen Glas und Gehause wird meister 
Fluoroplast-41) benutzt. Bezitiglich seiner chemischen Bestandigkeit ibertrifi 
Fluoroplast-4 alle anderen natiirlichen und synthetischen Stoffe. Daher kann € 
bei beliebigen Flissigkeiten verwendet werden. Die Dichtungen kénnen auc 
aus Gummi, Polyathylen, Leichtmetall, Blei, Cadmium oder gegliihtem Kupf« 
hergestellt werden. Besteht das Durchsichtfenster aus Plexiglas, dann sin 
keine Dichtungen ndotig, weil organisches Glas selbst hinreichend elastisch is: 
In diesem Fall kann zur besseren Abdichtung der Glasrand vor dem Auflege} 
auf das Metallgehause mit irgendeiner dicken Flissigkeit eingeschmiert werder 
mit Bakelit, Leim BF-6, Harz ,,B“‘ usw. Zwischen Glas und andriickende 
Flansch ist gewohnlich eine Fiberdichtung angebracht. 
Das Material der Membran kann sehr vielfaltig sein. Es werden Membrane aul 
Fluoroplast, aus Fluoroplast mit Gummiunterlage, aus Chlorvinylplatten, a 
Metallen, nichtrostendem Stahl, Phosphorbronze und aus Gummi benutzi 
Gummimembrane sind sehr zuverlassig, kénnen aber langst nicht bei alle4 
Flissigkeiten verwendet werden. 


a 


2. Der Thermostat 


Die bei Temperaturen > 100° C arbeitenden Kammern werden durch elektry 
sche Heizung erwérmt. Die Temperatur wird durch Thermistoren oder dure} 
Kontaktthermometer kontrolliert. Die Genauigkeit von Kontaktthermometer 
reicht fiir einen normalen Kammerbetrieb vollig aus. 

Wenn die Betriebstemperatur der Kammer im Intervall 30 —100° C liegt, wir# 
zur Heizung am besten ein Thermostat benutzt2). In diesem Fall erfolgt d 
Temperaturregelung im Thermostaten selbst. 
Im Temperaturintervall zwischen —20° und +15°C arbeitende Kammer 
werden im allgemeinen durch handelsiibliche Kaltemaschinen gekihlt. 


3. Photographische Kamera und Beleuchtungssystem 


Die Teilchenspuren in der Blasenkammer werden mit Stereophotoapparate) 
photographiert, die 2 oder 3 Objektive besitzen. Die Verwendung eines dritte}} 


Die Beleuchtung der Kammer erfolgt durch Blitzlampen. Zur Photographie ij] 
sauberen Kammern, die bei fiir die gegebenen Fliissigkeiten niedriger Tempera 


tur arbeiten, werden Lampen mit einigen Mikrosekunden Leuchtdauer be 
nutzt. 


Bei der Photographie von Metallkammern, die nur in Bereichen arbeiten, ij| 


denen die Wachstumsgeschwindigkeit der Blasen gering ist, erhalt man bereity 
: a ii 

. . . BS, 4 ca Bs 

1) In der angloamerikanischen Literatur wird Fluoroplast als Teflon bezeichnet. 
*) Zum Beispiel der Thermostat TS-15 M. ; 
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lurch Verwendung von Lampen mit einer Leuchtdauer von einigen Millise- 
<unden vollig ausreichende Ergebnisse). 

Hs gibt mehrere Beleuchtungsmethoden fiir Kammern (Bild 3). Bei allen Me- 
thoden wird unter kleinem Winkel zur Richtung des Lichtbindels photogra- 
dhiert, weil die Dampfblaschen das Licht vorwiegend in Vorwartsrichtung 
streuen (fiir Wasserstoff ist der Halbwinkel des Streudiagramms z. B. 6° [15]). 
Die Méglichkeit, die Kammer unter 90° zu beleuchten, ist jedoch auch nicht 
vusgeschlossen. 

in Bild 3a wird die sogenannte ,,Aufnahme auf hellem Hintergrund* darge- 
‘tellt. Zwischen Kammer und Lampe steht ein kleiner Schirm, der das Licht 
treut. Die Silhouetten der Blasen werden auf die Photoplatte projiziert. Man 
rhalt daher auf dem Positiv dunkle Blaschen auf hellem Hintergrund. 


Objektive FMGP Mattscheibe 
BED an ee a oe 
Kammer Lampe 
a) Retlektor b) Lampe/ 


Reflektor 


SQSss Linse 


ISS 


Bild 3. Beleuchtungssysteme 


3ild 3b zeigt die Beleuchtung nach der ,,Dunkelfeld‘‘-Methode. In diesem Falle 
ind die Lampen so angebracht, daB kein direktes Licht in die Photoobjektive 
allt. 

sild 3c zeigt die ,,Dunkelfeldmethode mit Linse“*. Die Lage der Lichtquelle ist 
o gewahlt, daB das direkte Licht auf einen Punkt zwischen den Photoobjektiven 
okussiert wird. 

3ei der letztgenannten Methode erhalt man sehr kontrastreiche Bilder. Der 
toBe Vorteil dieser Methode besteht darin, da8 auch auf die Kammerwande 
ein direktes Licht fallt. Das Licht wird daher véllig zur Beleuchtung des Volu- 
nens ausgenutzt. 

ioll die Kammer in einem Magnetfeld betrieben werden, dann darf das Be- 
suchtungssystem nur méglichst wenig Platz einnehmen. In den Arbeiten [15, 
6,17] werden verschiedene Abarten der ,,Dunkelfeldmethode“ beschrieben, 
ie den betreffenden Fallen speziell angepaBt sind. 


4, Die Auswertung der Aufnahmen 


\ngesichts der groBen Materiedichte in Blasenkammern ist die Wahrschein- 
chkeit groB, daB auf den Aufnahmen Ereignisse sichtbar sind, die eine quanti- 
ative Untersuchung erfordern. Die Auswertung der Aufnahmen ist schwierig. 


| Haufig werden Blitzlampen vom Typ IPK-200 (400, 600) benutzt, aber auch die ro- 
usteren ISS-250 (die Zahl gibt die Blitzenergie in Joule an). Fir diese Lampen bendtigt man 
[ochvoltspeisung (bis 2000 V). Zur Beleuchtung kleiner Kammern sind offenbar Lampen 
es Typs IS-50, die mit 300 V betrieben werden, sehr vorteilhaft. Ihre Blitzenergie kann 
uf 140 Joule gesteigert werden. 
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Bis heute wurden keine eingehenden Beschreibungen tiber Gerate zur Auswer 
tung der Aufnahmen publiziert. Es gibt nur einige allgemeine Angaben. BROW} 
u. a. [18] berichten z. B. in groBen Ziigen iiber eine von ihnen entwickelte halb: 
automatische Auswertmethode. Die Auswertung ist in die folgenden Stufen ge 
gliedert: | 
1. Mit Hilfe eines Komparators werden die Koordinaten entsprechende> 
Punkte auf den paarweisen Stereoaufnahmen gemessen. 
2. Die gemessenen Koordinaten werden automatisch auf Lochkarten tben 
tragen. 
3. Auf einer Elektronenrechenmaschine werden die wirklichen dreidimensio 
nalen Koordinaten der Punkte berechnet. | 
4. Zur Eliminierung optischer oder Filmverzerrungen wird gleichzeitig mi 
der Kammer ein Netz von Punktkoordinaten photographiert. 
5. Nach den erhaltenen Koordinaten berechnet die Elektronenrechenmaschin) 
die Spurlangen, die Winkel zwischen den Spuren, die Spurkriimmung sowie dil 
Winkel der Vielfachstreuung. | 
6. Ferner werden Energie und Impuls der Teilchen unter verschiedenen Anj 
nahmen tiber die Natur des betreffenden Teilchens berechnet. 


5. Wasserstoffkammern | 
Bei der Konstruktion von Wasserstoffkammern entstehen spezifische Schwierig4 
keiten, die mit der Benutzung von Materialien bei niedrigen Temperature 
und mit der Notwendigkeit eines guten Warmeschutzes zusammenhangen. 
Die ersten Wasserstoffkammern gehérten zur Klasse der ,,sauberen“ Kammert 
[4, 19]. Wie alle Kammern dieses Typs hatten sie nur kleine Abmessungen| 
einige zehn cm®. Hine eingehende Beschreibung einer sauberen Wasserstoffkam 
mer findet man beispielsweise in [19]. 
Die VergroBerung der Kammerdimensionen fiihrte notwendig zum Ersatz de} 
Glasgehauses durch Metallgehause [20]. Heute sind Wasserstoffblasenkammer 

mit bedeutenden Abmessungen in Betrieb: Eine zylindrische Kammer mit 25 en 
Durchmesser und 16 cm Tiefe [75] und eine rechtwinklige Kammer mit 15 x 7. 
<5 em [21]. Die erstgenannte Kammer arbeitet in einem Magnetfeld vo} 
7000 GauB. In dem Bericht [15] wird tiber Plane zum Bau einer Wasserstoff} 
kammer mit 183 x 50 x 38 cm Volumen berichtet. Diese Kammer wird in eine + 
Magnetfeld von 15000 GauB arbeiten. | 
Als Durchsichtfenster von Wasserstoffblasenkammern muB Pyrexglas benutz 
werden, das bei Abkithlung auf die Temperatur fliissigen Wasserstoffs nich} 
platzt. 
Die gr6Bten bei der Konstruktion metallischer Wasserstoffblasenkammern ent} 
stehenden Schwierigkeiten bestehen offenbar darin, das Durchsichtfenster mil 
dem Gehause zu verbinden. Versuche mit Kovar-, Fluoroplast- oder Gold} 
dichtungen waren erfolglos. Befriedigende Ergebnisse wurden mit Bleidraht all 
Dichtungsmaterial erzielt. In [20] wird die ziemlich komplizierte Herstellungs| 
methode solcher Dichtungen ausfihrlich beschrieben. Weitaus besser haben sici} 
Dichtungen aus gegliihtem Kupfer von besonderer Form bewiihrt [22]. Von de} 


Bleidichtungen unterscheiden sie sich vorteilhaft dadurch, .daB -sie leicht al 
nehmbar sind. . wap jet 
Man kennt heute zwei Hauptmethoden zur Kiihlung von Wassrstoffkammer / 
a) Die Kammer besitzt guten Warmekontakt mit einem Reservoir, in den 
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jWasserstoff unter einem Druck von 4,5 at siedet [21, 22] (das entspricht an- 
jnahernd 27° K, d. h. dem Arbeitspunkt der Wasserstoffkammer). Die Tempera- 
tur wird dadurch geregelt, daB der Dampfdruck des siedenden Wasserstoffs kon- 
jstant gehalten wird. b) Die Kammer hat schwachen Warmekontakt mit einem 
Reservoir, in dem Wasserstoff unter Atmospharendruck siedet [20]. Der Kontakt 
pwird so gewahlt, daB die Kammer mehr Warme verliert als sie von auBen ge- 
winnt. Die Differenz der Warmestréme wird durch Erwarmung der Kammer 
mit einer Elektroheizung kompensiert. Was die zur Kiihlung der Kammer bean- 
spruchte Menge an fliissigem Wasserstoff anbetrifft, so ist die erste Methode 
)sparsamer als die zweite. 

Die Druckerniedrigung der Wasserstoffkammer erfolgt entweder durch Expan- 
jsion der Gasphase [20, 15] oder durch Expansion des fliissigen Wasserstoffs 
selbst mit Hilfe eines Balgens ([19, 22]) oder eines Kolbens [21]. Die erste 
Methode ist weniger sparsam. 

| Bild 4 zeigt den Langsschnitt einer Wasserstoffkammer, die von einer Gruppe 
sowjetischer Physiker konstruiert wurde [22]. Um das zylindrische Arbeits- 
(volumen 2, dessen Durchmesser und Tiefe je 10 cm betragen, ist die Wasserstcff- 
wanne 3 konzentrisch angeordnet. Die Wasserstoffwanne steht tiber Rohrlei- 
‘tungen mit dem Reservoir fiir fliissigen Wasserstoff 6 in Verbindung (auf der 
Zeichnung werden die Rohrleitungen nicht gezeigt). Das Reservoir wird iiber 
den Verschlu8 10 mit fliissigem Wasserstoff aufgefiillt. Das Regulierventil 14 
jermoglicht es, den Druck in der Wasserstoffwanne wahrend des Betriebs mit 
einigen Hundertstel Atmospharen Genauigkeit automatisch aufrechtzuerhalten. 
Das Arbeitsvolumen wird tiber diinne Réhren im oberen Kammerteil, die mit 
einem pneumatischen (Helium-)Ventil verschlossen werden, gefillt. Das Ventil 
dient gleichzeitig als Sicherung bei havariemaf8igen Druckerniedrigungen. Die 
;Heliumleitung wird durch das elektromagnetische Ventil 13 kontrolliert. Vor 
dem Einfillen wird der Wasserstoff in einer Falle mit Phosphorpentoxyd 5 und 
jin einer Falle mit Aktivkohle 9 gereinigt, von mechanischen Beimischungen im 
Filter 11 befreit und durch fliissigen Stickstoff im Reservoir 8 gekihlt. In der 
Wasserstoffleitung befindet sich das Sicherungsventil 12. 

Am unteren Kammerteil ist die Balgen-Expansionsanlage 16 angebracht. Durch 
die Rohrstange 17 ist der blinde Boden des Expansionsbalgs mit dem hydrau- 
lischen Kolben verbunden, dessen Konstruktion in der Arbeit [10] beschrieben 
ist. (In dem Bild bedeutet 19 die Gummimembran, 18 der Hubbegrenzer.) 

Die Kammer, die Wasserstoffwanne und das Reservoir fiir fliissigen Wasserstoft 
) sind aus nichtrostendem Stahl hergestellt. 

| Um das Erwarmen der Kammer durch Warmestrahlung zu vermindern, sind die 
Seitenwande mit kegelformigen Strahlungsschirmen aus Kupfer umgeben, die 
) sicheren Warmekontakt mit der Wasserstoffwanne haben. 

} Im Kammerhals sind die Kapazitatsmanometer 15 angebracht. 

Alle Kammerteile, die die Temperatur des fliissigen Wasserstoffs annehmen, sind 
von dem Strahlungsschirm 7 umgeben, der auf die Temperatur fliissigen Stick- 
| stoffs abgekihlt ist. 

Zur Verringerung der Warmezufuhr iiber die Expansionsanlage sind in der 
Stange an zwei Stellen Ringe angelétet. Uber biegsame Kupferleitungen hat der 
obere Ring mit der Wasserstoffwanne, der untere mit dem Stickstoffschirm 
Warmekontakt. 

Die Kammer mit Stickstoffschirm ist innerhalb des Vakuummantels J aufge- 
_ stellt, der durch eine Diffusionspumpe leergepumpt wird. Im unteren Teil des 


i 
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Vakuummantels befindet sich das Sicherheitsventil 20. (Auf dem Bild ist es ur 
90° gedreht.) 
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Bild 4. Wasserstoffblasenkammer 


Ill. Betriebsfliissigkeiten 


Die Betriebsfliissigkeit wird nach dem Gesichtspunkt der Bequemlichkeit ung 
nach den Erfordernissen der konkreten physikalischen Aufgabe ausgewahlth 
Unter dem Gesichtspunkt der Bequemlichkeit versteht man dabet Wie Forderun} 
nach nicht zu hohem 7, und px,, ferner nach der Transparenz, der chemische 


Blasenkammern _ 61 


Bestandigkeit, der Ungiftigkeit, der minimalen chemischen Aktivitaét und da- 
nach, da8 die Flissigkeit nicht explosiv ist. 

In diesem Abschnitt werden kurz jene Fliissigkeiten beschrieben, die als Be- 
triebsfliissigkeiten von Blasenkammern bereits erprobt wurden. Ferner werden 
die Stoffe beurteilt, deren Anwendung die Méglichkeiten der Blasenkammer er- 
weitern wiirde. In Tabelle 1 sind diese Flissigkeiten zusammengestellt. Die 
Sternchen bezeichnen die Stoffe, die noch nicht in Blasenkammern benutzt 
wurden (Nrn. 7, 13—15, 17—19 und 21). 

In den Spalten 3, 4 und 5 sind die Siedetemperatur bei Atmospharendruck, die 
kritische Temperatur und der kritische Druck angefihrt. 

In Spalte 7 sind die praktisch angewandten Arbeitstemperaturen angefiihrt, in 
Spalte 6 die nach der Formel (6) berechneten Arbeitstemperaturen : 


Daro = Osiea + 0,75 (One — Osiea)- (6) 


Hierbei ist Os;.4 die Siedetemperatur bei 1 Atmosphare Druck und 6, die kritische 
Temperatur. Formel (6) reicht fiir genaherte Abschatzungen der Arbeitstempe- 
catur aus (Hinzelheiten dariiber im folgenden Abschnitt). 
In Spalte 8 wird der Sattigungsdampfdruck am Arbeitspunkt angefiihrt. Fir 
aoch nicht verwendete Fliissigkeiten ist der Sattigungsdampfdruck bei den aus 
Spalte 6 entnommenen Temperaturen angegeben. In den Fallen, in denen der 
Sattigungsdampfdruck unbekannt ist, wurde die GrdBe 0,56 p,, eingefiihrt. 
Dieser Wert steht in Klammern. 
Aus der relativen Dichte im Arbeitspunkt kann man auf die Dichte im kritischen 
Punkt schlieBen (Spalte 9). In Spalte 10 wird die Dichte bei den in Klammern 
mgefiihrten Temperaturen angegeben. Ist die Temperatur nicht angefiihrt, so 
zehort die Dichte zur entsprechenden Arbeitstemperatur. 
Spalte 11 enthalt die Strahlungslangen in g/cm?, die nach der Formel 
1 Les ; 

far Gnpiealdo era eee (7) 
oerechnet werden [23]. 
Alle in der Tabelle aufgefiihrten Flissigkeiten sind farblos, mit Ausnahme von 
Jod-Wasserstoff HJ, der blaBgelbe Farbung zeigt. 


1. Organische Fliissigkeiten 


fine bedeutende Anzahl von organischen Flissigkeiten kann in Blasenkammern 
9ei gemaBigten Arbeitstemperaturen und Drucken verwendet werden. Bisher 
warden folgende Stoffe erprobt: Diathylather (C,H;).0 [2], Isopentan C;H,, [5], 
2-Pentan C,H,» [38], Propan C,H, [13, 10, 40], Athylen C,H, [24, 18] und Butan 
3,H,). Unter diesen Flissigkeiten besitzt Propan tiberaus giinstige Higenschaf- 
en. Seine Arbeitstemperatur betragt 64° C, wahrend bei den drei erstgenannten 
Pliissigkeiten und bei Butan die Arbeitstemperatur weit tiber 100° C liegt. Der 
Arbeitspunkt von Athylen liegt bei —20° C. Das fiir Heizungszwecke benutzte 
echnische Propan ist billig, fordert aber vorherige fraktionierte Destillation, 
veil es viele Beimischungen von anderen unbestimmten Kohlenwasserstoffen 
pathalt. Der Sattigungsdampfdruck liegt fiir alle aufgefitthrten Flissigkeiten 
m Arbeitspunkt zwischen 20 und 30 Atmospharen. 


i 
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Tabelle1: Betriebsflissigkeite 


Bezeichnung der Fliissigkeit Formel 9 siea Orcrit 
Nr. [°C] [°C] 
i 2 3 4 
1 Athylathér0 @ a. cppeaee ees soe (C,H;).0 34,6 193,8 
2 Tsopentan << . i) cae ieee eee CoH 28 187,8 
3 n-Pentan’ v0 nae ge ae, C Hie 36,2 197,2 
4 Propaniney Me oe mar aenetmey ee + (ZH, —42,17 95,6 | 
5 Athylen: sre Se a ee: C,H, — 103,9 9,7 | 
6 BUCA 6. “a5, Fo Bec: hee eee © C,H — 0,6 153 
7 Athan ee eee Ge eee C,H,* — 88,3 32 
8 Hreon ls (HAU3) tee. eee een CCIF, — 80 28,8 | 
9 HMreonvl2i(H U2). Geo eee ee ee CCI,F, —29,8 111,5 | 
10 ‘Wasserstolt™ tis ate sey tee: ora ee Hy — 252,8 |— 240 | 
11 Heliam™ 3.085) i) ee eee He — 268,9 |—267,9 | 
12 enn) AMS DN es ete A ee a Xe —107,1 16,6 | 
13 Breon 63.(143) ie ult ca ek a C,H. ;* ATS 71,4 |f 
14 Perfluorpropangeek, ce ee ee OBIE = —38 80 | 
15 ‘Bortrichlorid@gen. ca ete eee BCl,* Pais 178,8 | 
16 Kohlendioxydis is acy. sce eee ols CO, —178,5 31,1 || 
17 Chlorwasserstofi ©. 22 .,. .2o>.- HCl* — 83,7 51,4 
18 JOU WaSserstolwe.s erm ane 13 Ue — 36 151 
19 Katy ptOnh Gerace x etceet, Guo Se cs oa. rs —152,9 —63 
20 Zmntetrachlorid 25 294. seo. SnCl, 114,1 318,7 |} 
21 Monobromtrifluormethan ...... CBrF,* — 58,67 66,6 || 
22 6094 PAS 454095 F-12) ae See i] 
23 30% F-13 + 70% F-12 Sere 
24 Wolframhexafluorid. . ... . Saas WF, 


In Blasenkammern, die mit organischen Fliissigkeiten arbeiten, werden Fluon 
plastdichtungen und -membrane bendétigt. Es mu8 beriicksichtigt werden, d 
organische Flissigkeitsdampfe leicht entziindbar sind und mit Luft explosij 
Gemische bilden. 
Der Hauptvorzug organischer Fliissigkeiten ist der hohe Wasserstoffgehalt. I} 
Dichte im Arbeitspunkt liegt zwischen 0,4 und 0,5 g/cm, wovon etwa 0,1 g/cr 
auf den Wasserstoff entfallt. Daher ist die Wasserstoffmenge in solchen Blase 
kammern etwa 1,5mal gr6éBRer als in Wasserstoffkammern, in denen die Dich] 
0,06 g/cm® betragt. 
Kammern mit organischen Flissigkeiten kénnen mit einem Magnetfeld koml| 
niert werden, weil das mittlere Z dieser Fliissigkeiten klein ist. Die Verzerruil 
durch die Coulomb-Vielfachstreuung wird deshalb nicht zu groB. Die Feldsta | 
des Magnetfeldes mu8 jedoch hinreichend gro8 sein [16, 17]. In der Arbeit [ | 
wird eine Propankammer mit 8 x 16 x 32 cm? Volumen, die in einem pulsiere} 
den Magnetfeld von 22000 Gau8 arbeitet, eingehend beschrieben. 


2. Anorganische Flissigkeiten - 


Unter allen Flissigkeiten, die bisher in Blasenkammern V erwendung fandd} 
besitzt fliissiger Wasserstoff die wertvollsten Eigenschaften fiir die Physik hoe 
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fiir Blasenkammern 


{ 


| 
| 
| 
| 
1 


i 


Oarb Garb Strahlungs- 
Pxrit | (berechnet) | (praktisch) Po Dyrit D lange 
35,5 153 144 16 0,263 0,53 53 
32,8 147 157 (19) 0,234 58 
33 157 155 17 0,232 0,626 (20) 58 

43 61 64 24 0,226 0,585(— 44,5) 58,5 
50,9 —18 — 20 26 0,22 0,414 57 
36 110 19 0,225 58 
48,8 5 26 0,21 0,546 (— 88) 59 
39,4 —1,5 0 20 0,58 33 
40,86 64 75 20 0,558 25 
12,8 27° K 5 0,031 0,06 138 

2,26 4,2°K 1 0,069 0,118 144 
58,2 —15 — 20 26,7 1,155 2,3 8,5 
42 42 (23) 42 
25 21 (14) 1,45 40 
38,2 156 28 1,434 (0) 21,6 
73 0 34 0,46 0,92 42,5 
81,6 17 37 0,42 1,194 (— 86) 35 
82 105 42 2,85 (— 4,7) 8,8 
54 — 86 30 0,78 1,76 11,6 
37 268 265 17,5 0,742 12,5 
39,5 27 (22) 1,665 (10) 14,3 
1838 |22 ~ 30,8 
43 — 52 |22,6 > 27,7 
149 27 2,42 9,2 


- energetischer Teilchen. Im Gegensatz zu den organischen Flissigkeiten handelt 
_ es sich hier um ein reines Protonentarget. Die Wasserstoffblasenkammer kann 


vorzuglich zur Untersuchung der Wechselwirkung schneller Teilchen mit Pro- 


_tonen verwendet werden. Der wesentlichste Vorteil dieser Kammern besteht 
| darin, daB sie kombiniert mit Magnetfeldern verwendet werden kénnen. Der 
_ Hauptmangel von Wasserstoffblasenkammern besteht einerseits in den Schwie- 


rigkeiten, die mit der Arbeit bei sehr tiefen Temperaturen zusammenhangen, 


_ andererseits in der Explosionsgefahr?). 


Der Arbeitspunkt einer Wasserstoffkammer liegt bei 27° K und 5 at; die Flissig- 


_ keitsdichte betragt hierbei 0,06 g/cm*. Der Arbeitspunkt der Deuteriumkammer 


liegt etwas hoher. 


Von besonderem Interesse sind Kammern, die mit fliissigem Xenon betrieben 


werden [24, 18]. Die wertvollsten Eigenschaften des Xenons sind die groBe 


' Bremskraft und der hohe Wirkungsgrad bei der Registrierung von y- Quanten. 
' Die Dichte des Xenons im Arbeitspunkt betragt 2,3 g/em*, ein Wert, der die 


' Dichte des fliissigen Wasserstoffs um das 38fache ‘ibertrifft. Wegen der hohen 
Dichte und dem groB8en Z besitzt fliissiges Xenon eine sehr kurze Strahlungs- 
lange, namlich 3,6 cm. 


1) Die Sicherungstechnik beim Betrieb von Wasserstoffkammern wird in [45] beschrieben. 
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Was ihre Eigenschaften anbetrifft, so ist die Xenonkammer mit der Photo-: 
emulsion vergleichbar, sie iibertrifft die letztere aber bei weitem beziiglich ihrer} 
moglichen AusmaBe und der Einfachheit der Spurenbearbeitung; sie ist ihri 
dagegen in bezug auf die Aufnahmekapazitat unterlegen. | 
Die starke Coulomb-Vielfachstreuung in Xenon ermoglicht eine garkres | 
der Teilchenenergie bis zu sehr hohen Werten. Bedauerlicherweise schlieBt die} 
Vielfachstreuung die gleichzeitige Anwendung eines Magnetfeldes aus. 
Bei den ersten Versuchen, Xenon als Blasenkammerflissigkeit zu benutzen, | 
wurde entdeckt, daB die Spuren ionisierender Teilchen in uberhitztem reinen) 
Xenon nicht als Blasenketten sichtbar werden. BROWN u. a. [24] erklirten dies} 
damit, da ein groBer Teil der von den Partikeln beim Durchgang durch Xenon) 
verlorenen Energie als elektromagnetische Strahlung abgegeben (ausgestrahlt))} 
wird, weshalb keine Spurbildung zustande kommt. (Heute ist bekannt, daB} 
fliissiges Xenon tatsachlich szintilliert [46].) Bei Hinzufiigen von 2 Gewichts- | 
prozenten Athylen, das die Szintillation unterdriickt, werden in der Xenon- | 
kammer Teilchenspuren sichtbar. Die minimale Athylenmenge, die fiir diesen || 
Zweck erforderlich ist, wurde von GLASER [28] auf 0,1% geschiatzt. | 
Xenon ist sehr teuer; man kann jedoch unter Beriicksichtigung einer méglicher-. 
weise mehrfachen Benutzung damit rechnen, daB die Kosten von Xenonkam- |} 
mern mit denen groBer Photoemulsionspakete vergleichbar werden. | 
Fir Arbeiten, die mit der Bestimmung des Isotopenspins und der Paritat von || 
“strange particles” zusammenhangen, besitzen die Heliumkammern groBen | 
Wert, weil Isotopenspin und wirklicher Spin des Heliums gleich Null sind. Zur} 
Zeit ist eine Heliumkammer mit 240 cm3 Volumen bekannt [25, 26, 27]. Die} 
Kammer ist aus Glas hergestellt, die Expansion erfolgt mit Hilfe eines Teflon- 
kolbens, der unmittelbaren Kontakt mit der Flissigkeit hat. 

In [27] wird tiber das Projekt einer Heliumkammer mit 15 Liter Volumen be- |} 
richtet. Die Heliumkammer kann in sehr weitem Temperaturbereich arbeiten, | 
und zwar zwischen 4,2 und 3,1° K, was eine Temperaturanderung um 25% i 
bedeutet (fiir Propan entsprache das z. B. einer Anderung des Arbeitspunktes | 
von +64°C bis —10°C). Bei 4,2°K betragt der Sattigungsdampfdruck des |} 
Heliums 1 at. Um Empfindlichkeit gegentiber ionisierender Strahlung zu er-|} 
zeugen, gentigt eine Verminderung des Drucks auf 150 mm Hg. Der Expansions- || 
koeffizient betragt hierbei 0,5%. Bei 3,1° K liegt der Sattigungsdampfdruck bei || 
200 mm Hg (weniger als 0,1 Pxr!). Die Blasenzahl pro Langeneinheit der Teil- | 
chenspur fallt mit der Temperatur. So wird die Blasenzahl bei Temperatur- || 
erniedrigung von 4,2 auf 3,1° K von 40 em— auf 10 em”! verringert. 
Kine groBe Anzahl verschiedener Flissigkeiten, die auf Grund ihrer thermo- ; 
dynamischen Eigenschaften fiir Blasenkammern verwendbar sind, findet man 

unter den Freonen. Freone sind chlorierte oder fluorierte Kohlenwasserstoffe, | 
die in der Kaltetechnik benutzt werden. Die meisten Freone sind unter Normal. || 
bedingungen schwere farblose Gase. Sie sind unschadlich, unbrennbar, nicht 

explosiv und fast geruchlos. Bisher wurden nur Freon 13 (CCIF;) und Freon 12 || 
(CCl,F,) verwendet [28, 29, 11]. Diese Stoffe werden industriell erzeugt. Die 
Reinheit des handelsiiblichen Freons 13 ist vollig ausreichend. 
In Freonkammern, die bei hohen Temperaturen arbeiten, kann man als Durch- || 
sichtfenster organisches Glas benutzen, als Membrane glattes Gummi. ij 
In der Arbeit [30] wurden erfolgreiche Versuche tiber die Verwendung von Zinn- | 
tetrachlorid SnCl, und Wolframhexafluorid WE; in Blasenkammern publiziert, | 
Die SnCl,-Kammer arbeitet bei 265° C Temperatur und 17,5 af ‘Druck. Die 
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WF,-Kammer, die etwa 4 cm groB ist (offenbar der Durchmesser), ist aus Monel 
hergestellt (auch Inkonel ist geeignet). Das Fenster besteht aus Glas. Die 
Kammer arbeitet bei 149° C und 27 at. Die Flissigkeitsdichte betragt hierbei 
(2,42 + 0,3) g/cm$, d.h. sie ist héher als bei fliissigem Xenon. Die Strahlungs- 
lange betragt 3,8 cm. Ein Nachteil von WF, ist die starke chemische Aktivitat. 
In der genannten Arbeit [30] wird berichtet, daB heute WF,-Kammern mit 30 cm 
Abmessungen projektiert sind. WF, kann ein ernstzunehmender ,,Konkurrent“‘ 
von Xenon werden. 

Von den in der zweiten Tabellenhalfte angefiihrten Fliissigkeiten sind Freon-143 
und Perfluorpropan C;F, beziiglich ihrer Betriebsparameter auBerst giinstig. 
Die kritische Temperatur von C,F, wurde berechnet. Wird dieser Wert besta- 
tigt, dann wird CF’, offenbar eine der vorteilhaftesten Fliissigkeiten werden. 
Bortrichlorid ist als hocheffektiver Neutronendetektor sehr interessant. Die 
Dichte der Borkerne ist etwa 500mal so groB wie in Neutronenzahlern, die mit 
gasformigem Bortrifluorid BF, unter 500 mm Hg Druck gefiillt sind. In Blasen- 
kammern, die mit BCI, gefiillt sind, wird jedes eingefangene Neutron als Blas- 
chen sichtbar (die Reichweite von a-Teilchen in der Flissigkeit ist sehr klein), 
weshalb die Fliissigkeit von allen mechanischen Beimischungen, die als parasi- 
tare Siedezentren wirken, gereinigt sein mu8. BCI, ist giftig und zerfriBt Gummi. 
Das Kammergehause muB fiir diese Flissigkeit aus nichtrostendem Stahl, die 
Dichtungen und Membrane aus Fluoroplast hergestellt werden. 

Eine bemerkenswerte Besonderheit von Kohlendioxyd ist die Tatsache, da8 der 
wirkliche und der Isotopenspin beider Kerne, aus denen der Stoff besteht, ver- 
schwinden [47]. In dieser Beziehung ist eine mit Kohlendioxyd gefillte Kammer 
der Heliumkammer analog. 

Jodwasserstoff, Krypton und Metfluorbromid (Monobromtrifluormethan) wer- 
den als moglicher Ersatz fiir Xenon angefiihrt. Sehr aussichtsreich ist Mono- 
bromtrifluormethan CF,Br, analog Freon-13. Es besitzt einen mafigen kriti- 
schen Druck, und die Arbeitstemperatur wird wahrscheinlich etwas hoher als 
Zimmertemperatur liegen [31]. Uber seine Eigenschaften ist wenig bekannt, die 
Analogie zu Freon-13 legt jedoch nahe, Unschadlichkeit und chemische Tragheit 
zu erwarten. 

Die in der Tabelle I angegebenen Werte wurden zum grofen Teil zwei Hand- 
biichern entnommen: ,,Sprawotschnika Fisika-Eksperimentatora‘‘ (Handbuch 
des Physikers und Experimentators) von D. Kay und T. Leb und ‘Handbook 
of Chemistry and Physics’, herausgegeben von Ch. Hodgman, 33. Ausgabe. 


3. Ubersattigte Gaslésungen 


Im Jahre 1956 berichteten ARGAN und GIGLI [32] tiber eine neue von ihnen 
entwickelte Art Blasenkammer, in der ein etwas anderer Typ der Instabilitat, 
die Metastabilitat tibersattigter Gaslosungen ausgenutzt wurde. Diese Kammer 
erhielt die Bezeichnung ,,Gasblasenkammer“. Genauer ware die Bezeichnung 
,gasierte (mit Gas gesattigte) Blasenkammer. 

Die erste von den Autoren benutzte Flissigkeit war eine tibersattigte Losung 
von CO, in Diathylather. Die Ubersattigung erfolgte durch Druckerniedrigung 
von 50 auf 1 at, ahnlich der in gewohnlichen Blasenkammern angewandten 
Methode. Die Kammer arbeitete bei Zimmertemperatur. Ein EKinflu8 der Tem- 
peraturschwankungen auf die Arbeitsweise der Kammer wurde nicht beob- 
achtet. 

5 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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Kurze Zeit danach wurden von den gleichen Autoren zwei andere Paare erprobt ? 
Methan-Propan mit einer molaren Methankonzentration:von 0,117, und CO,4 
Propan mit einer molaren CO,-Konzentration von 0,2 bis 0,3 [33]. Was die 
Wasserstoffmenge anbetrifft, so ist besonders die erste Lésung vorteilhaft. In 
beiden Fallen wurde der Druck von 30 at auf 1 at erniedrigt. Eine eingehende 
Beschreibung der Arbeitscharakteristiken der Methan-Propan-Kammer findet 
man in den Arbeiten [34, 42]. 
Gleichzeitig mit der Arbeit [32] wurden Versuche mit Lésungen von CO, in 
n-Hexan und CO, in Triathylamin durchgefiihrt [35]. 
Von den genannten Flissigkeiten kann man nur die Lésungen von CO, in Ather, 
n-Hexan und Triathylamin zum ,,gasierten“‘ Typ zahlen. Die Methan-Propan-j 
und CO,-Propan-Lésungen gehéren eher zu den Fliissigkeitsgemischen, die in 
folgenden Abschnitt behandelt werden. Ihre Betriebsdaten deuten darauf hin, 
daB in solchen binéren Gemischen das Blasenwachstum hauptsachlich auf 
Kosten des Lésungsmittels, nicht des gelésten Gases, vor sich geht [48]. Die} 
Rolle des Gases besteht hierbei darin, daB es die Oberflachenspannung herab- 
setzt. 


4, Flissigkeitsgemische 


Anfang 1957 wurden von BLINOV u. a. erfolgreiche Versuche unternommen, Ge-| 
mische zweier Flissigkeiten in Blasenkammern zu verwenden [29]. Die Experi: 
mente wurden zu dem Zweck unternommen, eine Flissigkeit zu erhalten, deren 
Arbeitstemperatur etwas tiber der Zimmertemperatur liegt. Diese Eigenschaft} 
ware auBerordentlich vorteilhaft fiir den Betrieb und fiir das Konstanthalten} 
der Temperatur. Die Autoren mischten Freon-13 und Freon-12. Arbeitstempera-| 
tur und -druck dieses Gemisches sind am Schlu8 der Tabelle I angefiihrt. Die 
ungefahre Zusammensetzung des Gemisches ist in Volumprozenten angegeben 
Die optimale Arbeitstemperatur des ersten Gemisches ist 26° C; der Sattigungs-] 
dampfdruck betragt hierbei 25,6 at. 
Zweifellos werden auch andere Gemische verwendbar sein, wenn ihre Kompo;} 
nenten hinreichend gut untereinander vermischt werden kénnen. Unter den} 
organischen Fliissigkeiten wird man die passenden Komponenten fiir Gemisch¢ 
mit Zimmer-Arbeitstemperaturen offensichtlich in Athan und Athylen einerseits 
in Propan, Butan und Pentan andererseits zu suchen haben. | 
Die Kammern, in denen Flissigkeitsgemische benutzt werden, kénnen praktischi} 
genauso schnell arbeiten wie einkomponentige Kammern. Der Arbeitszyklus} 
kann bis auf Zehntel-Sekunden herabgesetzt werden. 


= 


daB die Arbeitstemperatur in den Bereich der Zimmertemperatur geriickt wer: 
den kann, besteht bei der zweikomponentigen Kammer offensichtlich eine breitere 
Auswahl von Betriebsfliissigkeiten. | 
Zum SchluB dieses Abschnitts sei bemerkt, da8 von allen Betriebsflissigkeite 
fliissiger Wasserstoff und Propan bisher die breiteste Anwendung fanden| 
Wasserstoff wird auch in der Zukunft seinen Wert bewahren, Propan dagege | 
wird in der nachsten Zeit zweifellos durch organische Flissigkeitsgemische ver} 
drangt werden. . ; 


Blasenkammern 67 


IV. Betriebsdaten von Blasenkammern 
1. Wahl der Temperatur und des Drucks 


Der Arbeitstemperaturbereich der meisten Flissigkeiten ist hinreichend breit, 
er betragt 20 —25° C (hierbei ist von Kammern mit Druckbegrenzung die Rede). 
Die obere Bereichsgrenze wird durch das Auftreten des ,,Schleiers‘‘ bestimmt 
(s. Abschn. I). Die untere Grenze ist durch die Temperatur bestimmt, bei der 

der Maximalwert der Differenz [p. (0) — Palmax = Poo (9) — 11) nicht mehr 
ausreicht, die Kammer empfindlich zu machen. 

Kine gewisse Erweiterung des Arbeitstemperaturbereichs ist durch Anwendung 
negativer Drucke méglich [36, 37]. Dies ist jedoch praktisch unvorteilhaft. 

Die Arbeitstemperatur kann mit Hilfe der empirischen Formel (6) grob abge- 
schatzt werden. Der Genauigkeitsgrad dieser Naherung ist aus Tabelle 1 ersicht- 

lich, wo in der Spalte 7 die praktisch angewandten Temperaturen, in Spalte 6 
die nach Formel (6) berechneten Werte angegeben sind. 

Die Wahl des Anfangsdrucks (des héheren Drucks) p, hangt davon ab, wie lange 
ein Arbeitszyklus dauern soll. Bei Erhdhung von p, wird die Zeit, in der die 
Blasen ,,zusammenbrechen“‘, und folglich der Arbeitszyklus, verkiirzt. Aus 
diesem Grunde wahlt man die GroéBe p, gewohnlich 10—15 at héher als den 
Sattigungsdampfdruck. 

Der Wert pn, bis zu dem der Kammerdruck abfallt, wird durch die erforderliche 
Empfindlichkeit der Kammer definiert. Wird p, erhéht, dann kann die Kammer 
z. B. gegentiber relativistischen Teilchen unempfindlich werden. Die Druck- 
erniedrigung von p, auf pp dauert in der Regel 3—5 msec. Die GréBe px —Ppn 

liegt gewohnlich zwischen 5 und 15 at, was einer Uberhitzung von 10—15° C 
entspricht. 


2. Das Expansionsverhaltnis 


Das Expansionsverhaltnis AV/V hangt von der Natur der benutzten Flissigkeit 
ab. Bei organischen Fliissigkeiten und Freonen betragt es etwa 3% [5, 28], bei 
Wasserstoff 1,8% [21], bei Helium 0,5—1% [26,27] (alle Daten sind auf 
n = 1 at bezogen). 


3. Empfindlichkeit 


Die Kammerempfindlichkeit, oder die Spurdichte der ionisierenden Teilchen 
(Zahl der Blasen pro Spurlangeneinheit) hangt von dem Arbeitsbereich der 
Kammer und von der Teilchengeschwindigkeit ab. Die Abhangigkeit der Emp- 
findlichkeit vom Arbeitsbereich und von der Art der benutzten Fliissigkeit kann 
mit Hilfe der Formel (4) qualitativ abgeschitzt werden. Die Empfindlichkeit 
wachst bei Erhohung der Arbeitstemperatur (bei p. (8) — pn = const). Sehr 
stark hangt die Empfindliehkeit von der GréBe ~~. — pn ab; diese Abhangigkeit 
ist in Bild 5 dargestellt [8]. Auf der Ordinatenachse ist die Spurdichte relati- 
vistischer Teilchen aufgetragen; die Kurve wurde bei konstanter Temperatur 
aufgenommen. Bei der Druckerniedrigung erfolgt eine adiabatische Abkithlung 
der Fliissigkeit, weshalb die Gro8e pp offensichtlich auch auf die Empfindlichkeit 


) In [at.] (KG). 
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der Kammer einwirkt. Dieser EinfluB ist jedoch relativ klein. Die Abhangigkeii 
der Spurdichte von der Teilchengeschwindigkeit wird im folgenden. Abschnit: 
behandelt. 


| 


20 


Vy 
Poo -Pn lat] 
Bild 5. Spurdichte als Funktion der GréBe p,, — pn 


4, Empfindlichkeitszeit und Wachstumsgeschwindigkeit 
der Blasen 


Ein wichtiges Kammercharakteristikum ist die Empfindlichkeitszeit +. Dij 
Kammerempfindlichkeit verschwindet bei der Druckerhéhung, die mit den 
Sieden der Flissigkeit an Dichtungen, Membranen, Kammerwanden, den Spure: 
ionisierender Teilchen usw. verbunden ist. Sanbere Kammern, in denen die Zal} 
der Siedezentren auf ein Minimum beschrankt ist (Wande und Teilchenspuren } 
besitzen groBere Empfindlichkeitszeit als Metallkammern. Die Empfindlicht 
keitszeit sauberer Kammern wird bei VolumenvergréBerung vermindert. Ba 
einer sauberen Kammer mit 450 cm? Volumen (Pentan [72]) ist tT = 0,1 seq 
bei einer Kammer mit V = 63 cm® (Wasserstoff [19]) betragt + = 1/4 seq 
bei einer Kammer mit V = 40 cm? (Isopentan [36]) ist t = 2 sec. Die ers Y 
Kammer von GLASER (Athylather, V = 3 cm) hatte schlieBlich eine Emp 
findlichkeitszeit von mehreren Sekunden. Fiir Metallkammern ist der Maximal 
wert fiir t heute 40 msec ([10], V = 600 em, Propan). \| 
Die Empfindlichkeitszeit einer Metallkammer hangt wesentlich von dem max 

mal méglichen Expansionsverhiltnis ab. Dies liegt daran, daB das untere Druc | 
niveau p, und damit die Empfindlichkeit so lange konstant bleibt, bis die Men | 
bran des Begrenzungssystems (Bild 2, Membran 8) auf dem Anschlag aufliegt. | 
Die Gré8e t hangt auch von der Wachstumsgeschwindigkeit der Blasen ab. J} 
groBer diese Geschwindigkeit, desto schneller wird das Reservevolumen untd 
der Membran eingenommen, und desto kiirzer ist die Empfindlichkeitszeit. Di 
Wachstumsgeschwindigkeit der Blasen hangt von der Arbeitstemperatur dé 

Kammer ab; sie wird bei Temperaturerhéhung vermindert: So wachsen z. j 
die Blasen in einer bei 127°C arbeitenden Isopentankammer in 2 usec [36) 
wahrend in einer bei 155°C betriebenen n-Pentankammer (n-Pentan unte 

scheidet sich beziiglich seiner Eigenschaften fast nicht von Isopentan) dif 
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Wachstumsdauer 3 msec [38] betragt (diese Wachstumsdauer ist fiir die meisten 
Metallkammern charakteristisch). Eine analoge Erscheinung findet man in der 
Heliumkammer. Bei Temperaturinderung von 4,2 auf 2,9° K andert sich die 
Wachstumsgeschwindigkeit der Blasen um das 10fache: Von 0,1mm in 30 msec 
auf 1 mm in gleichfalls 30 msec [27]. 

Saubere Kammern werden gewohnlich bei relativ niedrigen Temperaturen be- 
trieben, wo die Wachstuumsgsechwindigkeit der Blasen gro8 ist. Das erste Auf- 
kochen erhéht den Druck so weit, daB die Empfindlichkeit praktisch augenblick- 
lich verschwindet. Die Wahrscheinlichkeit fir das Auftreten parasitaren Siedens 
ist der Kammeroberfliche proportional; damit hangt offenbar auch die Ver- 
ringerung der Empfindlichkeitszeit sauberer Kammern bei VolumenvergréBe- 
rung zusammen. In Metallkammern, die bei hohen Temperaturen arbeiten, wo- 
bei wiederum die Wachstumsgeschwindigkeit der Blasen gering ist, mu8 man 
das Gegenteil beobachten. Hier wird die Heftigkeit des Siedens der Flissigkeit, 
auf die Volumeneinheit bezogen, mit der Vergré8erung der Kammerdimensionen 
verringert. Sehr ,,kalte‘‘ Bereiche gibt es nur in sauberen Kammern, weil das 
schnelle Blasenwachstum an den Kammerdetails ,,schmutziger‘“‘ Kammern die 
Druckerniedrigung auf das erforderliche Niveau unméglich machen wiirde. 

Die Wachstumsgeschwindigkeit wird bei der VergréBerung des Blasenradius 
vermindert. Dies hangt mit der Abkihlung der Fliissigkeit bei der Verdampfung 
in das Blaseninnere zusammen. Fiir Wasserstoffkammern, die bei 27° K ar- 
beiten, wurde das folgende Gesetz empirisch ermittelt, das den Blasenradius als 
Funktion der Zeit angibt [15]: 


Liem O;l Cismsee: (8) 


5. Dauer des Arbeitszyklus und Wirkungsgrad 


Die minimale Dauer 7 eines Arbeitszyklus in der Blasenkammer hangt im 
wesentlichen von der Zeit ab, wahrend der in der Kammer der niedere Druck 
gehalten wird. Ist diese Zeit groB, dann kénnen die an den Kammerdetails und 
an den Teilchenspuren erzeugten Blasen in den oberen Teil der Kammer ge- 
langen. Hierbei wird Warme von unten nach oben tibertragen, weil die von den 
Blasen unten verbrauchte Verdampfungswarme im oberen Teil von ihnen abge- 
zeben wird, wenn sie wieder kondensiert werden. Dieser ProzeB vergréBert die 
Zyklendauer auf 1—2 Minuten, weil die Warmeleitfahigkeit alier in Blasen- 
kammern verwendeten Fliissigkeiten sehr klein ist und der Temperaturausgleich 
Jaher nur langsam erfolgt. Zur Verkiirzung des Zyklus auf eine Sekunde und 
weniger mu8 man entweder die Zeit auf ein Minimum herabdriicken, wahrend 
Jer die Kammer auf niederem Druck gehalten wird, oder den unteren Teil der 
Kammer auf héherer Temperatur halten als den oberen. 

Die Zyklendauer wird durch die optische Inhomogenitat der Flissigkeit eben- 
falls wesentlich vergréBert. Diese Inhomogenitat entsteht wegen der Tempera- 
burerhohung an den Stellen, an denen die Blasen am Ende des vorhergehenden 
Zyklus kondensiert wurden. 

Der Wirkungsgrad einer Blasenkammer, d. h. das Verhaltnis zwischen Empfind- 
ichkeitszeit und Dauer des gesamten Arbeitszyklus, macht bei den meisten in 
ler Literatur beschriebenen Anlagen nicht mehr als 0,3% aus. Verkiirzt man die 
Zyklendauer und wendet eine Reihe von VorsichtsmaBregeln an, kann man den 
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Nutzeffekt auf 10% erhdhen [28], was praktisch bedeutet, daB mit kosmischer 
Strahlung gearbeitet werden kann. 
Es existiert offenbar eine optimale Zyklendauer, weil die Empfindlichkeitszeij 
bei Verkiirzung des Arbeitszyklus ebenfalls absinkt. So fiel z. B. bei der in de} 
Arbeit [28] beschriebenen Kammer die Empfindlichkeitszeit bei Verktirzung 
des Zyklus von 200 auf 100 msec um den Faktor 2,5 ab. Bei 50 msec Zyklen: 
dauer konnte tiberhaupt keine Empfindlichkeit erreicht werden. In diesem Fall 
begann die Flissigkeit an den Stellen, an denen Blasen vom vorhergehender 
Zyklus kondensiert worden waren, von neuem zu sieden. 
Ein interessanter Versuch zur Realisierung einer hochwirksamen Kammer wurdy 
von BERTANZA u. a. [39] unternommen. Die Idee ihrer Methode besteht it 
folgendem: Ein durchfliegendes Teilchen setzt einen UKW-Sender in Betrieby 
der auf einen Hohlleiter wirkt, in dessen Innern die Kammer angeordnet ist} 
Das elektrische Feld bringt die Ionen, die das Teilchen beim Durchfliegen dey 
Kammer bildet, in Bewegung, wobei die Flissigkeit lings der Teilchenspur ery 
warmt wird. Auf diese Weise wird die Spur ,,entwickelt’. In der Arbeit [3 A 
wurde ein Magnetronsender mit 2 = 10cm Wellenlange (2800 MHz) unq 
250 KW Leistung benutzt. Die Impulsdauer betrug 3 wsec, das Kammervol u 
men 75 cm’. Die experimentelle Erprobung dieser Methode war erfolglos. Ein} 
vorher leicht iiberhitzte Flissigkeit siedete tatsachlich, wenn der Sender bein} 
Durchfliegen des Teilchens eingeschaltet wurde, und siedete nicht, wenn day 
Einschalten des Senders nicht mit dem Teilchendurchgang zusammenfiel. Dif 
Dampfblaschen bildeten jedoch keine Spuren. | 
Im Jahre 1957 unternahm R. Goop [48] einen erfolgreichen Versuch zum Bai} 
einer stetig empfindlichen Kammer, die ahnlich wie eine gewohnliche Diffusions 
kammer wirkt. | 
Der Aufbau der Kammer ist auBerordentlich einfach. Es handelt sich um einey 
Glaskérper mit 600 cm* Volumen, der mit einer der folgenden Flissigkeiten ge 
fiillt ist: Isoamylazetat, Methylalkohol, Athylalkohol, Azeton oder Tributyrin} 
Die Flissigkeit wird bei Trockeneistemperatur und Normaldruck mit Kohlen} 
dioxyd gesattigt. Danach wird der Glasboden in ein Gemisch von Methylalkohq 
und Trockeneis getaucht (Temperatur des Gemisches —78° C). In die Flissigke}} 
wird im oberen Teil des Glases eine flache Spirale eingefiihrt, durch die ein Stroz} 
geleitet wird. Dadurch wird der obere Teil der Fliissigkeit zum Sieden gebrach}} 
Gewisse diinne Schichten innerhalb des Glases werden empfindlich (ihre Dick} 
betragt nach der im Artikel abgebildeten Figur 3—4 mm). Bisher ist die Kamm¢ 
nur gegeniiber stark ionisierender Strahlung empfindlich (RiickstoBprotone} 
von schnellen Neutronen). Die Empfindlichkeit kann fiir die Dauer von einige} 
Stunden aufrecht erhalten werden. : 


6. Zusammenhang der Betriebsparameter 


Bassi, LORIA und andere [38] behandeln in ihrer Arbeit den wechselseitige} 
Zusammenhang der Parameter, durch die der Betrieb einer Blasenkammer ché} 
rakterisiert wird. Sie untersuchten die Abhangigkeit der Empfindlichkeitszeit |} 
der Blasenzahl N pro Langeneinheit der auf die Bildebene projizierten Teilches 
spur, und der Blasengr6Be a von der Zyklendauer 7, der Arbeitstemperatur |} 
dem niederen Druck p, und dem Expansionsverhaltnis AV{V.‘Die GréBe N iff 
der hae n proportional; weiter unten wird sie einfach als Spurdichte by 
zeichnet. ) | 
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Als Betriebsfliissigkeit wurde n-Pentan benutzt. Die Untersuchungen wurden an 
einer sauberen Kammer und an einer Metallkammer durchgefiihrt. In beiden 
Kammern war das Expansionssystem in der kalten Zone angeordnet. Die Kon- 
struktion des Expansionssystems erméglichte eine Regulierung des Niveaus pnp. 
Der héhere Druck », betrug bei allen Messungen 25 at. 
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Bild 6. Spurdichte und Blasengr6Be als Funktion der Bild 7. Spurdichte und BlasengréBe als Funktionen des 
Temperatur niederen Drucks 


Bei der Untersuchung der sauberen 
Kammer zeigte sich, da das Sieden bei 
Abwesenheit von y-Strahlen immer an . 
den Wanden begann. Die Autoren konnten 
die relative ,,Sauberkeit® einiger Ober- 
flachen messen, wobei sie als Kriterium 
der Sauberkeit die maximale Temperatur 
bestimmten, bei der eine gegebene Ober- 
fliche in wtberhitzten Flissigkeiten 
wahrend einer gewissen Zeit noch kein 
Sieden verursachte. In Pentan wurde bei 
Pn = 1at die gleiche Siedeversuchszeit 


+ 
Ss 


& 
S 


Emptindlichkertszeit t [msec] 
x % 
Ss S 


fiir Glas bei 150° C, fiir Teflon und eT ETE Fae 
Gummi bei 50° C und fiir Araldit (Aral- Arbe/tstemperatur @ [°C] 

dit ist offenbar ein synthetisches Harz) bei _ pita g. zusammenhang zwischen der Empfindlich- 
100°C erhalten. Polierte Metalloberflachen keitszeit t, niederem Druck pn und der 


3 : Arbeitstemperatur 6 fiir saubere Kammern 
k6énnen ebenso ,,sauber wie Glas ge- S ; 


macht werden. 

In Bild 6 sind Kammerempfindlichkeit und BlasengréBe als Funktionen der 
Arbeitstemperatur dargestellt. Die gestrichelte Kurve ist auf die Glaskammer, 
die ausgezogene auf die Metallkammer bezogen. Die Photographie erfolgte 
3 msec nach dem Entstehen von Compton-Elektronen in der Kammer, so da8 
der Ausdruck ,,Blasengr6Be‘ eine vollig definierte Bedeutung besitzt. Aus der 
Abbildung ist ersichtlich, daB es ein kleines Temperaturgebiet gibt, in dem die 
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Empfindlichkeit nur schwach von der Temperatur abhangig ist (ein analoge . 
Kurvenverlauf wurde fiir Propan ermittelt [40]). 
Bild 7 zeigt Empfindlichkeit und BlasengréBe als Funktionen der GréBe pp. 
Die Empfindlichkeitskurve besitzt fiir beide Kammern ein auBerordentlich, 
breites Plateau, die Blasengr6Be ist praktisch von pp unabhangig. Die Differenz 
der Spurdichten zwischen Metall- und Glaskammern wird von den Autoren) 
durch den gro8en Einflu8 eines Uberlappungseffektes der Blasen in den Glas- 
kammern, in denen die BlasengréBe bedeutend héher liegt, erklart. 
Die Empfindlichkeitszeit hangt im wesentlichen von dem niederen Druck und 
von der Arbeitstemperatur ab. Der Zusammenhang zwischen T, pp und @ ist fir 
saubere Kammern in Bild 8 dargestellt. Die Gré8e t wurde in Abstanden von 
je 3° C gemessen; der Fehler in 7 ist kleiner als 10%. Aus dem Bilde ist ersichtlich, 
da8 die Empfindlichkeitszeit durch geeignete Wahl von 6 und p, bedeutend ver- 
groBert werden kann. Aus den erhaltenen Daten folgt, da die Schleiergrenze 
nicht von py, abhangt. / 
Alle Messungen, deren Ergebnisse in den Bildern 6, 7 und 8 dargestellt sind 
wurden bei einer Zyklendauer 7 = 1 min und AV/V = 10,7% durchgefihrt. 

In der Tabelle 2 werden einige Daten angefiihrt, die sich auf den Zusammenhang 
von T, Pp, 6 und 7’ in Metallkammern beziehen und bei 9 = 155° C aufgenommen 
wurden. AuBerdem teilen die Autoren mit, daB bei VergroBerung von T' dig 
Empfindlichkeitszeit t schwacher von p, abhangt. Bei T’ => 4 min verschwindet| 
die Abhangigkeit vdllig. / 


be 


Tabelle 2 


Zusammenhang zwischen der Empfindlichkeit t, dem niederen Druck pp, dem Expansions;} 
verhaltnis 6 und der Zyklendauer 7 in Metallkammern bei @ = 155° C i} 


3) Yn 1 9 at Q SSOy 
t 12 17 msec f=) Vey 

b) SMR GV eR 2 rival Oj =sLOT 
t 12 22 29 msec Pn = 1 at 

») 6 1,065 1,089 1,107 {i> 2amin 
ue itl 19 22 msec} pp = 1 at 


Diese bezichen sich vor allem auf die Unabhangigkeit der Schleiergrenze von} 
niederen Druck py. Aus dem Betrieb von Propan- und Freonkammern ist be}| 
kannt, da8 man bei beliebigen Temperaturen einen Schleier erhalten kannjj 
wenn nur die Differenz p. — pp hinreichend gro8 wird. Unklar ist auch dié¢ 
Differenz des Blasenwachstums in Metall- bzw. Glaskammern. Hatte man in} 
beiden Kammern tatsichlich gleichen Druck und Temperatur, so ware di 
Wachstumsgeschwindigkeit zweifellos gleich. Die ,,Sattigung“ der-Empfindlich}} 
keitskurve bei Verkleinerung der GréBe py (Bild 7) hangt offenbar mit dem gegen) 
lei EinfluB der Blasen zusammen [10], weil der Blasendurchmesser relatiy} 
groB ist. j 
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V. Messung der Teilchengeschwindigkeiten mit Hilfe von Blasenkammern 


Wie bereits bemerkt, besteht Grund zu der Annahme, daB die Spurdichte als 
Funktion der Teilchengeschwindigkeit die Form 
Z2 

740 pz 
haben muB. 
Fir 6 < 0,6 wurde diese Annahme durch die Arbeit von BLINOV, KRESTNIKOV 
und LomMANov [10] bestatigt. Die Autoren untersuchten die Spurdichte von 
Teilchen, die durch 590 MeV-Neutronen in einer Propankammer erzeugt wurden. 
Sie benutzten eine Methode 
des Druckabfalls auf einkon- gg, 


stantes regulierbares Niveau, 4 
die die hohe bei Ionisations. 4 

: 60 
messungen notwendige Sta- 50 
bilitat beim Betrieb der 40 
Kammer gewiahrleistete. Die 30 
Methode ermdglichte Ionisa- 20 


tionsmessungen in einem 15 
weiten Bereich von mini- 


maler JIonisation bis zur 7 
80fachen Minimum-Ionisa- y 
tion. Die Empfindlichkeitszeit 5 
ihrer Kammer betrug 40 msec, 4 
die Intensitaétsdauer des Be- 3 
schleunigerimpulses 0,3 msec. 2 
Die Messungen erfolgten an ed 
Spuren von Elektronen,z-Me- 7 
0,7 GIS 2 03 04 05 060798097,0 (3 

sonen, Protonen und Deute- ‘ U4 05 0,6 0708097, 
ronen. Die Teilchenenergien Tild 9. g/g) als Funktion von f nach Messungen von G. A. BLINOV, 
wurden an jeder Stelle der JU. S. KRESTNIKOV und M. F. LOMANOV (logarith- 
Spur durch die Restreichweite mischer MaBstab). Bezeichnungen: C-Protonen, O-Deute- 
b ‘ ronen und A-Pi-Mesonen fiir den Bereich Nr.1; @-Pro- 

estimmt. tonen, (§-Deuteronen und x-Elektronen fiir den Bereich 
Die Abhangigkeit der Spur- Nr. 2; A-Pi-Mesonen und X-Elektronen fiir den Bereich 


dichte von der Teilchenge- Nr. 3. 


schwindigkeit wurde in drei 

Arbeitsbereichen der Kammer untersucht. Die Arbeitsbereiche unterschieden 
sich durch den Wert, bis zu dem der Kammerdruck abfiel. Die Temperatur be- 
rug 64° C, der Sattigungsdampfdruck 30 at, der hohere Druck 38 at. 

[In allen drei Bereichen besitzt die Spurdichte als Funktion der Teilchenge- 
;chwindigkeit die gleiche Form g/g) = 1/6?, jedoch ist die GréBe g, fiir die ein- 
relInen Bereiche stark unterschiedlich. Bei py = 24,2 at ist gy = 0,155 mm7?, 
i: 3p, = 23,5 at betrigt go = 0,2 mm? und' bei pa = 22,8 at ist 
is = 0,28 mm-?. . 

Die MeBergebnisse sind in Bild 9 dargestellt. Die Gerade entspricht der Funktion 
1/9) = 1/f?. Fir schnelle Elektronen findet man ein Abweichen von dieser Funk- 


. 


jion. Man kann von einem relativistischen Anwachsen der Spurdichte sprechen?). 


) Eine Abhangigkeit der Form g/g, = 1/6? wurde auch in der Arbeit [49] bestatigt. 


74 E. V. KuzNECOV 


Es ist zu bemerken, da8 bei groBen Spurdichten, oder genauer bei einem Blasen: 
durchmesser, der groB gegen die Abstande zwischen den Blasen ist, bedeutendé 
Entstellungen der Ergebnisse méglich sind. Dies liegt an dem begrenzten opti 
schen Auflésungsvermégen der Apparatur und. an dem gegenseitigen Kinfluf 
nahe beieinander erzeugter Blasen. Der letzte Faktor wurde auch in der zitiertery 
Arbeit untersucht. Die erhaltenen Ergebnisse sind in Bild 10 dargestellt. Wenr 
die Teilchengeschwindigkeit konstant ist, miissen die Blasen wie die 6-Elektro 
nen nach den Vorstellungen tiber den Erzeugungsmechanismus der Blasen, di¢ 


Strecke x eine Anzahl von n-Blasen auftritt, durch eine Poissonverteilung ge: 
geben. 


N b) 


0) 5 10 15 20 n 


Bild 10. Haufigkeitsverteilung fiir die Bildung von n-Blasen auf einer Strecke der Lange z bei Spuren monoenerge 
scher Teilchen: a) ,,gute‘‘ Spuren; die Wechselwirkung benachbarter Spuren ist auf den Photographi : 
unmerklich. Der Blasendurchmesser ist kleiner als 0,05 mm, der Dutchmesser der Blasenbiider (a 
den Kammerma8stab umgerechnet) D = 0,1 mm, g = 3mm", 2 = 3,5 mm; Db) ,,schlechte** Spurey 
der Blasendurchmesser ist gleich dem Durchmesser der Bilder, D = 0,5 mm; die beobachtete Sp 1 
dichte gbeob = 2 mm™;?) 2 = 4 mm. Die punktierte Kurve stellt eine Poissonverteilung dar / 


1) D.h., der Blasendurchmesser ist gleich dem mittleren Blasenabstand. Diesem Umstand ist die konstante Sp 
dichte zuzuschreiben (KG). 


Dieser Fall wird in Bild 10a dargestellt. Aus Bild 10b ist ersichtlich, daB si¢ 
die Blasen bei groBen Spurdichten praktisch gleichmafBig ttber den Teilchenwe 
verteilen. In diesem Fall ist die Spurdichte fast unabhangig von der Teilcheng 
schwindigkeit. In der angefiihrten Arbeit wurden fir die Ionisationsmessunge 
nur ,,gute‘‘ Spuren benutzt, in denen die Verteilung der Blasenzahl je Langej} 
einheit der Spur den Verhaltnissen in Abb. 10a entspricht. 

Der Ubersattigungseffekt der Blasenbilder auf den Platten fiihrt mit Notwendijf 
keit zur Erforschung einiger Me&methoden fiir die Spurdichte. Wie in [41] gt 
zeigt wird, gibt es zwei auBerordentlich genaue MeBmethoden: Die Methode dil 
Liickendichte und die Methode der Durchlassigkeit. Bei der ersten Methode wit 
die Zahl der Liicken pro Einheitslange der Teilchenspur gemessen, bei der zweitd 
das mittlere Verhaltnis zwischen der Summe der Liickenlingen und der Spu 


i| 
i 
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lange. Die Methode der Liickendichte wird in Bereichen mit hoher Dichte be- 
nutzt, die Methode der Durchlassigkeit in Bereichen mit geringer Spurdichte. 

Die Abhangigkeit der Spurdichte von der Teilchengeschwindigkeit wurde auch 
von GLASER, RAHM und Dopp [40] untersucht. Die Autoren untersuchten 
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Spurdichte W [cm-7] 
g 


2 3 4 5 1/B* 6 


Bild 11. Spurdichte der Teilchen als Funktion ihrer Geschwindigkeit, nach Untersuchungen von GLASER U. a. 


40 
Spuren von Protonen und 


positiven za-Mesonen mit 
Geschwindigkeiten B => 0,4 
in Propankammern. Die in 
die Kammer einfallenden 
Teilchen wurden vorher mit 
Hilfe eines Magneten nach 
ihrem Impuls geordnet. 

ie Messung erfolgte in 
em Temperaturintervall 
zwischen 55,5 und 59,5° C. 
Die MeBergebnisse sind in 
Bild 11 dargestellt. Die von 
den Autoren gefundene Ab- 


& 
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pee Oe (9) "55 56 57 58 39 595 OC 
Bild 12. Die Funktion B (4) 

susgedriickt werden. 

Die GroBe g, betrug 9,2 + 0,2 cm“! und ist temperaturunabhangig. B(0) dagegen 
st eine Funktion der Temperatur. Sie ist in Bild 12 dargestellt. Die Abweichun- 
en der Punkte in Bild 11 von den Geraden sind groBer, als nach den statistischen 
iSchwankungen zu erwarten ware. Sie werden von den Autoren mit Temperatur- 


ichwankungen erklart. 
] 


- 
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Eine Abhangigkeit der Form (9) entspricht nicht dem Bild, das im Abschnitt I 
iiber den Entstehungsproze8 der Blasenkeime beschrieben wurde. Es ist méglich| 
daB die Kurvenform (9) in hohem Grade durch die konkrete Kommerkonstrok 
tion, nicht durch die Eigenschaften tiberhitzten Propans, bestimmt wird. 

Es sind einige wesentliche Faktoren zu beachten, die die Ergebnisse der Arbeit 
[40] stark entstellen kénnen. Der erste besteht darin, daB die Methode der Vo) 
lumenbegrenzung angewandt wurde. Hierbei entsteht eine gewisse Unbestimmt} 
heit fiir den Wert des niederen Druckes. Das kann zu bedeutenden Fehlern fihren} 
weil die Messung in einem Gebiet erfolgte, in dem die Empfindlichkeit stark vor 
der Héhe des niederen Drucks abhangt. Dieser Fehler erklart offensichtlich auc i 
die gefundene Temperaturabhangigkeit. Die andere Fehlerquelle kann die 2 
kurze Empfindlichkeitszeit der Kammer (2—3 msec) sein. Dies ist besonder 
wichtig, wenn man beachtet, daB der 3 msec dauernde Intensitatsimpuls de} 
Beschleunigers Fluktuationen bis zu 1 msec beziiglich des Impulses aufwies} 
Sehr gro8 war offenbar auch die Verzerrung, die mit dem ungeniigenden Auf} 
losungsvermégen des optischen Systems und dem gegenseitigen EinfluB de} 


1 
Blasen verbunden war. 


| 
Uhersetzt von Claus Groti 
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Seit der Aufstellung der allgemeinen Relativitatstheorie hat sich die physika- 
lische Grundlagenforschung wieder den LORENTZ-invarianten Feldtheorien zuge- 
wandt. Im Zusammenwirken mit der Quantentheorie wurden durch solche 
Theorien groBe Erfolge hinsichtlich der Erklarung der Eigenschaften der Ele- 
mentarteilchen erzielt. Wenn auch manche dynamische Probleme LORENTz- 
invarianter quantisierter Feldtheoreien auf uniiberwindliche mathematische 
Schwierigkeiten stoBen, so scheinen die allgemeinen Aussagen dieser Theorien ') 
wie der Zusammenhang zwischen Spin und Statistik oder das 70 P-Theorem 
zu den fundamentalsten Naturgesetzen zu gehéren. Dementsprechend hat das 
Bild vom Wesen der Materie und Raum und Zeit, welches diese Theorien ent- 
wirft, unsere Vorstellungen geformt und es ist deren Hinflu® auf unser Denken 
wohl kaum zu entfernen. Die Argumente, die zur allgemeinen Relativitatstheo- 
rie gefiihrt haben, bedienten sich notgedrungenerweise etwas anderer Begriffs- 
bildungen, die scheinbar von den in modernen Feldtheorien gebrauchten 
verschieden sind. Man kann sich daher einer gewissen Zuriickhaltung gegentiber 


) Pautt, Bohrfestschr., Pergamon Press (1955). 
6 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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manchen der Gedankengiange, die Einstein auf die allgemeine Bele ena | 
rie gebracht haben und die seither in allen Biichern tiber den Gegenstand mehr 
oder weniger wortlich wiederholt wurden, kaum erwehren; man wiirde sie gerne) 
durch Argumente, die bei der Aufstellung anderer, empirisch gesicherter Feld-, 
theorien gebraucht werden, erganzt oder sagar ersetzt sehen. Dies zu untersuchen| 
ist der Beweggrund dieses Referats, wobei wir zu dem Schlu8 kommen werden, daB} 
der Versuch, eine LORENTZ-invariante Gravitationstheorie nach den heutzutage? 
iiblichen Rezepten aufzustellen, tatsachlich ziemlich direkt auf die EINSTEINsche} 
Theorie mit all ihren merkwiirdigen Aussagen und Begriffen fiihrt. | 
Als Beispiel fiir die eingangs erwahnte Wandlung unserer Vorstellungen wollen) 
wir die als MAcusches Prinzip bekannten Gedankengange’) besprechen. Beil 
jenen wird etwa folgendes ausgefiihrt: Wenn es nur einen Korper auf der Welt} 
gabe, verliere der Begriff jeglicher Bewegung seinen Sinn und daher kénnte es; 
keine Beschleunigung und keine Tragheitskrafte geben. Bei zwei K6rpern hat; 
nur die Relativkoordinate eine physikalische Bedeutung, und da es keinen MaB-| 
stab gibt, gibt es nur Koinzidenz oder Nichtkoinzidenz als sinnvolle Charakte-} 
ristiken*). Solche Argumente entsprechen nicht den Vorstellungen von Raum) 
und Zeit, die von der Quantenfeldtheorie gegeben werden. Nach jenen ist das4 
ganze Raum-Zeit-Kontinuum stets von den Feldern der Elementarteilchen er-} 
fillt. Auch in der Abwesenheit von reeller Materie bilden die virtuellen Teilchen} 
einen kontinuierlichen Hintergrund, der auf keine Weise zu entfernen ist. Ja,]| 
die Anwesenheit von Materie ist nur eine lokale Erregung dieses Hintergrunds, | 
geradezu nur ein Schmutzeffekt, wahrend das Feld der Trager der fundamentalen 
GesetzmaBigkeiten ist. Die Tatsache, daB die Felder alles erfillen und immer} 
gleichbleibend sind, also deren Invarianz unter der LORENTZ-Gruppe, ist gerade} 
das Fundament dieser Theorien. Damit verliert aber das Gedankenexperiment 


virtueller Teilchen ist undenkbar, und der Begriff der Beschleunigung eines: 
Teilchens, das in alle anderen Felder eingebettet ist, hat allerdings eine gute! 
Bedeutung. Es wird namlich bei Beschleunigung beginnen, andere Teilchen z 
erzeugen und nur bei gleichfoérmiger Bewegung den Anregungszustand andere 
Felder nicht stéren. Man wird somit diesen Ideen MACHs, die innerhalb der Vor-4 
stellungen des vorigen Jahrhunderts logisch zwingend schienen, heute etwas: 
kritischer gegentiber stehen. Nichtsdestoweniger werden wir sehen, da8 Effekte im! 
Sinne MACHs tatsachlichin LORENTZz-invarianten Feldtheorien auftreten kénnen,| 
und die Umstande, unter denen ein Teilchen andere erzeugt, durch die An- 
wesenheit reeller Materie beeinfluBt werden kénnen. Doch ware es nach dem obeni 
gesagten befriedigend, wenn die Metrik im wesentlichen von dem Kontinuu 
der virtuellen Teilchen aufgespannt wiirde, wahrend reelle Teilchen nur lokale 
Verzerrungen verursachen. Ob dieser Wunsch durch die Einsteinsche Theorie: 
erfiillt wird, ist ungewiB. Er wiirde bedeuten, da8 die einzigen singularitaten 
freien Lésungen der Einsteinschen Gleichungen mit 7, = 0 (das heiBt, keine 
reellen Teilchen) einem tberall pseudoeuklidischen Raum entsprechen. Diese. 


Vermutung*) ist weder bewiesen noch widerlegt; sicher ist nur, daB das MACusch i 


*) Formuliert bei A. EINSTEIN, Meaning of Relativity. 
*) Auf die Fragwiirdigkeit dieser Begriffe in der Quantentheorie wurde von WIGNER hin ; 
gewiesen. RelativititskongreB, Bern (1955). 


4) Auf sie wurde ich von Prof. M. F1ERz, dem ich fiir viele Briefe iiber diesen Gegenstand Z i 
Dank verpflichtet bin, hingewiesen. : | 
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Prinzip in seiner tiblichen Formulierung in den EINSTEINschen Gleichungen nicht 
enthalten ist5). 

Wir wollen nun die Gesichtspunkte erértern, die man bei der Aufstellung einer 
LORENT7Z-invarianten Gravitationstheorie nach dem Muster der Elektrodynamik 
oder anderer Feldtheorien verwenden wiirde. Dabei wird man aus den empirisch 
bekannten Eigenschaften der Wechselwirkung zundchst etwas tiber den Trans- 
formationscharakter des entsprechenden Feldes zu erfahren suchen. Das Aqui- 
valenzprinzip deutet darauf hin, daB die Masse als Quellstarke fiir das Gravi- 
tationsfeld anzusehen ist. Im Rahmen einer LORENTZ-invarianten Theorie stehen 
einem dabei zwei GroBen zur Verfiigung, der Energie-Impuls-Tensor und seine 
Spur. Man mu8 daher als Erfahrungstatsache noch heranziehen, da8 das Gravi- 
tationsfeld mit dem elektromagnetischen Feld eine Wechselwirkung zeigt, um 


sich gegen die skalare Grof8e 7; zu entscheiden, die fiir das elektrische Feld ver- 


schwindet. Eine Wechselwirkung ®7; gabe also keine Lichtablenkung an der 
Sonne und keinen Beitrag des elektrischen Masseneffekts zur schweren Masse®). 
Ks bleibt dann als einfachster Ansatz ein Tensorfeld Y;, an 7;, zu koppeln, 
wobei man sich wegen der Symmetrie von 7;, auf ein symmetrisches WY be- 
schranken kann. Auch hier mu8 man an die in der Feldtheorie tibliche Abnei- 
gung gegen Ableitungskopplungen appellieren und nicht 7** @,, wahlen’). 
Doch handelt es sich dabei um eine Schwache der Feldtheorie, die nicht nur bei 
der Gravitation auftritt, sondern es gibt allgemein nur fragliche Einfachheits- 
kriterien fiir die in der Natur realisierten Feldtypen und Wechselwirkungen, und 
man muB diese letzten Endes doch der Erfahrung entnehmen. Andererseits geht 
es bei dem iiblichen Weg, die EINSTEINschen Gleichungen aufzustellen, auch nicht 
ohne Appell an deren Einfachheit ab. Man wird daher in Analogie zur Elektro- 
dynamik als einfachste Méglichkeit fiir die Gravitationswechselwirkung 
L' ~ y;, T** ansetzen. 

Wenn man sich einmal entschlossen hat, ein Tensorfeld an den Energie-Impuls- 
Tensor zu koppeln, erhebt sich sofort die Frage nach der LAGRANGE-Funktion 
fiir das freie Schwerefeld. Die vielen dabei auftretenden Moglichkeiten werden 
durch die Forderung nach einer positiv definiten Energie festgelegt, wodurch 
sich auBerdem ergibt, daB die Quellstarke fiir das Gravitationsfeld erhalten 
bleibt’). Die Forderung nach einer positiven Energie ist einer der Grundpfeiler 
der Feldtheorie und spielt bekanntlich beim Zusammenhang zwischen Spin und 
Statistik oder bei der Ablehnung von Gleichungen héherer Ordnung eine wesent- 
liche Rolle. Man kann natiirlich fragen, wieweit diese Forderung im Falle der 
Gravitation empirisch gesichert ist. Zufolge der schwachen Wechselwirkung 
wirde die Ausstrahlung von negativer Energie so langsam vor sich gehen, daB 
sie kaum zu beobachtbaren Effekten AnlaB® geben wiirde. Wir wollen dennoch 
die positive Energie als leitendes Prinzip annehmen und die andern Moglich- 
keiten nur nebenbei diskutieren. 


5) Vgl. Diskussionen dariiber in loc. cit. 3). ; 
6) Ahnliche Argumente wurden auch von R. FEYNMAN, Chapel Hill Conference und pri- 
vate Mitteilung im gleichen Zusammenhang angefiihrt. Er bemerkt auch, da fir so eine 
Kopplung kinetische Energie nicht'zur Gravitation beitragen wiirde und ein heiBer Korper 
-daher anders als ein kalter hinsichtlich Gravitation und Tragheit wirken wiirde. 

7) Nach privater Mitteilung sah EINSTEIN in der Fille dieser Alternativen den schwer- 
wiegendsten Einwand gegen den hier beschriebenen Zugang zur Gravitationstheorie. 

8) Tatsachlich geniigt letztere Forderung allein, wie in loc. cit. 6) hervorgehoben wurde. 


6* 
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Als nachstes tritt die Frage nach der Ruhmasse der Gravitation auf. Dies 
MOglichkeit hat in der allgemeinen Relativitatstheorie ihr Gegenstiick im ko) 
mologischen Glied. Wie in der Elektrodynamik kann man auch hier aus der Ej 
fahrung nicht schlieBen, daf die Ruhmasse exakt gleich Null ist, doch win 
dieser Fall durch das Auftreten einer Hichgruppe anziehend gemacht und sa 
hier angenommen werden. Es besteht hier jedoch eine bemerkenswerte Higena 
der Theorie des Tensorfeldes, die fiir ein Vektorfeld nicht auftritt: Wahrem 
in der Elektrodynamik die Langrangefunktion und der Energie-Impuls-Tens¢ 
eichinvariant sind, andert sich die Lagrangefunktion fiir ein Tensorfeld mit Mass 
Null bei einer Eichtransformation um eine Divergenz; ja nicht einmal Gesam) 
impuls und Gesamtenergie sind eichinvariant. Letztere ist auch nur in einer bo 
sonderen Kichung positiv definit. Es verliert somit der Energiebegriff in ein¢ 
solchen Theorie seine Bedeutung, was genau dem Sachverhalt in der allgemein | 
Relativitatstheorie entspricht, in welcher der Energie-Impulsvektor kein 
kovariante GréBe ist. | 
Mit der Hichgruppe hat es aber hier eine noch interessantere Bewandtnis: 9 
stellt sich namlich heraus, daB eine Hichtransformation des Feldes die Bew# 
gungsgleichungen materieller Kérper verdndert und da Hichtransformatione 
willkirliche Funktionen enthalten, treten sonderbare akausale Effekte auf. 
kann etwa die lokale Lichtgeschwindigkeit gréBer als c werden, so daB dies 
Theorie ein ganzlich anderes Verhalten als tibliche Feldtheorien zeigt. Dies 
Paradoxien werden jedoch behoben, sobald man den Hinflu8 des Gravitation) 
feldes auf MaBstabe und Uhren untersucht und die dadurch definierte Metrik eit 


formationen zusammen mit einer raum-zeitlichen Ma8stabsanderung. Daher h 

hier die urspriinglich eingefiihrte pseudoeuklidische Metrik nichts mit tatsachliq 
gemessenen Langen zu tun. In der realen, durch MaBstabe definierten Metrik, di 
allerdings nicht mehr pseudoeuklidisch ist, treten dann keinerlei Akausalitate 
auf. Die Eichinvarianz driickt sich dergestalt aus, daB durch eine Umeichur 
alle MaBstabe und alles Geschehen gleichartig verzerrt werden, so daB keiner. 
beobachtbarer Effekt entsteht. Man wird also zwangslaufig zu einer Interpri 
tation der Gravitationspotentiale als metrisches Feld gefihrt. 
Will man diese Theorie konsequent durchfiihren, mu8 man auBerdem auf di 
Linearitat der Feldgleichungen verzichten. Wie oben erwahnt, folgt naémlich at 


®) NEWTON scheint zuerst betont zu haben, da8 die Struktur des physikalischen Rau 
Zeit-Kontinnums durch die Invarianzgruppe der Naturgesetze bestimmt wird, die Ma 
stabe und Uhren beherrschen. In dem Vorwort zu seinen Principia schreibt er: ,,Die Dal 
stellung von geraden Linien und Kreisen, welche der Geometrie als Grundlage dienen, o 
hért auch der Mechanik an. Die Geometrie lehrt namlich nicht, wie man solche Linié} 
beschreibt, sie setzt dies als bekannt voraus‘‘ und spater: ,,Die Geometrie hat demna 
ihre Basis in der praktischen Mechanik, und sie ist derjenige Teil der allgemeinen Mechani 

welcher die Kunst, genau zu messen, aufstellt und beweist.‘‘ 
Diese Erkenntnis und deren Ubertragung auf die Zeit diirfte sich aber unter den Physiked 
nicht sehr eingebiirgert haben, so daB die spezielle Relativitatstheorie anfangs vielfad| 
groBe begriffliche Schwierigkeiten machte. Der logisch befriedigendste Zugang zu letzte: +| 
ist wohl, da8 man sich zunachst klar macht, daB LORENTz-kovariante Krafte MaBstabe | 
der Bewegungsrichtung kontrahieren und bewegte Uhren verlangsamen. Daher hat das mij 
realen MaSstaben und Uhren ausgemessenen Raum-Zeit-Kontinuum die yon der speziell 
Relativititstheorie geforderten Higenschaften. In entsprechender Weise werden wir dé 
EinfluB des Gravitationsfeldes auf die Raum-Zeit-Metrik untersuchen. . 
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den Feldgleichungen ie x = 0, und dies ist fiir den Energie-Impuls-Tensor der 
Materie allein nur erfillt, wenn man den Effekt des Gravitationsfeldes vernach- 
lassigt. Um ein exaktes Gleichungssystem zu bekommen, mu8 man noch die 
Energie des Gravitationsfeldes hinzunehmen, welche somit als Quellstarke des 
Gravitationsfeldes auftritt. Dies ergibt eine Nichtlinearitat der Feldgleichungen 
fir Y, und es ist mit den in der Feldtheorie iblichen Methoden gar nicht leicht, 
die Gleichungen zu einem konsistenten System auszubauen?*). Man tibernimmt 
an der Stelle wohl am besten die EINSTEINschen Argumente zur Aufstellung 
der richtigen Gleichungen. 

Man wird jetzt fragen, ob diese Art der Betrachtung wirklich so einen Vorteil 
gegentiber denen der allgemeinen Relativitatstheorie bieten, daB deren Ver- 
offentlichung in den ,,Fortschritten der Physik “‘ gerechtfertigt ware, zumal sie nur 
zu einem langst bekannten Resultat fiihren. Auch mu8 zugegeben werden, daB 
in diesem speziellen Fall die EINSTEINschen Uberlegungen wesentlich eleganter 
und den Methoden der Feldtheorie iiberlegen sind. Dennoch scheint mir eine 
Analyse der Gravitationstheorie im Lichte der gebrauchlichen Feldtheorie einem 
aktuellen Bedirfnis zu entsprechen, welches eine Vereinheitlichung der Feld- 
theorien wiinscht und die geheimnisvolle Sonderstellung der allgemeinen Rela- 
tivitatstheorie als storend empfindet. Ferner gibt es in Literatur zahlreiche Ver- 
suche von Gravitationstheorien, die den Zusammenhang mit der Metrik zu 
l6sen versuchen und dennoch die!) Effekte der allgemeinen Relativitatstheorie 
auf eine scheinbar ganzlich verschiedene Weise bekommen!?). Diese Konfusion 
wird behoben, sobald man sich tiber den EinfluB der Gravitation auf MaBstabe 
und Uhren klar wird, und man kommt so zu einem einfachen physikalischen Ver- 
standnis der Effekte der allgemeinen Relativitaétstheorie. Hier scheint mir ein 
wesentlicher Vorteil dieses Zugangs zur Gravitationstheorie gegeniiber der allge- 
meinen Relativitatstheorie zu bestehen. Bei letzterer wird der gréBte Teil der 
mathematischen Schwerarbeit zur Aufstellung eines rein formalen Werkzeuges, 
des Umschreibens von Gleichungen auf andere Koordinatensysteme?*) ver- 
wendet, wodurch die Physik in den Hintergrund geriickt wird. In dem hier 
eingeschlagenen Weg bekommt man die lineare Approximation zu den EIN- 
STEINSchen Gleichungen und die physikalisch wesentlichen Begriffe ohne die 
Komplikationen der RIEMANNschen Geometrie. Dadurch ist leichter zu sehen, 
was die physikalischen Higenheiten der Gravitationstheorie sind und in welchen 
Punkten sie andern LORENTZ-invarianten Feldtheorien entspricht. Der RICCI 
Calcul ist zur Aufstellung des exakten Gleichungssystems niitzlich, welches als 
einzig beobachtbaren Effekt, der tiber die lineare Naherung hinausgeht, die 
Perihelverschiebung des Merkurs liefert. Als Vorstufe zur EINSTEINschen 


10) Verg]. S. N. Gupta, Rev. Mod. Phys. 29, 334 (1957). 
1) BIRKHOFF, Proc. Nat. Acad. Sci. 80, 54 (1944). 
12) MOSHINSKY, Phys. Rev. 80, 514 (1950). 


18) Man findet éfters die unsinnige Ansicht, dies lage in der Natur der Sache, da die spezielle 
Relativitatstheorie nur unter der LORENTZ-Gruppe, wahrend die allgemeine Relativitats- 
theorie unter allgemeinen Koordinatentransformationen invariant sei. Tatsichlich ist die 
spezielle Relativitatstheorie unter genau derselben Gruppe invariant wie die allgemeine, 


man muB8 nur die E1nsTEINsche Gleichung x7; = Ry, — a giz R durch Ripjm = 0 


ersetzen und alle andern Gleichungen in allgemeinen Koordinaten geschrieben tibernehmen. 
Vgl. Diskussion von V. Fock, Relativitatskongr. Bern 1955. 
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Theorie dirfte unser Weg lehrreich sein und vielleicht helfen, daB der allgy 
meinen Relativitatstheorie auch von feldtheoretischer Seite her die ihr gebiij 
rende Beachtung geschenkt wird. 
In diesem Referat werden wir im nachsten Kapitel die Eigenheiten eines frei 
Tensorfeldes besprechen. Im danach folgenden Kapitel werden die wesentlich 
Resultate der Kopplung dieses Feldes an einen Energie-Impuls-Tensor abg} 
leitet und im letzten Kapitel die physikalische Deutung einer solchen Theor 
diskutiert. | 


§ 2. Freies Tensor-Feld 
A. Feldgleichungen 


Bei der Aufstellung einer LORENTZ-invarianten Theorie eines Tensorfeldes 


(Pik = Pri) 
tritt eine Schwierigkeit auf, der man schon bei einem Vektorfeld begegnet: I 
die LAGRANGE-Funktion des freien Feldes eine skalare quadratische Form di 
Feldkomponenten und deren Ableitungen g;,,, ist, konnen nicht alle Komp 
nenten mit demselben Vorzeichen beitragen. Dementsprechend ist dann au) 
die Gesamtenergie keine positive Form mehr, manche Komponenten haben ei 
negative Energie!*). Um eine auch beim Einschalten einer Wechselwirku 
dynamisch stabile Theorie zu bekommen, mu8B man die Feldgleichungen | 
wahlen, daB ihnen zufolge die negativen Energien verschwinden. Diese Ford 
rung fihrt bis auf eine spiter zu besprechende Variablentransformation e 
deutig zu der folgenden LAGRANGE-Funktion?*): 


1 1 3 
Ness |Penagtr? > aig rem eoiciia en Sn: ama lems eae v05) 
Als EULER-Gleichungen ergeben sich (fiir symm. ¢) 


A A 


1 
Puna — Mu Va — Pan — Ponay +m (Pur — Nur 2) = 0 


woraus man fiir m + 0 
fe = sh 
Pi = Pur! = 0 


Cig’ ot m?* do ane 0 


gewinnt. Wie wir im naichsten Abschnitt sehen werden, sind die Bedingungen |} 
notwendig und hinreichend dafiir,daB die Gesamtenergie positiv definit wil} 
Dabei werden wir uns auf die aus dem kanonischen Energie-Impuls-Tensor §} 
wonnene Energie beschrinken, da der Spinanteil nichts zur Gesamtener 


14) Vgl. M. Fierz, Helv. Phys. Acta 12, 3 (1939). G. WENTZEL, Quantentheorie i 
Wellenfelder, Deuticke (Wien). 


OF FQ 1 a0 

oe sean * . . . . ’ Q M a | 

und wie tiblich Ableitungen mit Beistrichen, y,»,a und das raumartige,Flachenelement j| 

do, bezeichnen. Hinauf und Hinunterziehen von Indizes wird immer mi 7 und nicht j} 
den spater einzufiihrenden g;,% durchgefiihrt. . 


LO Oreo | 
1») Zur Notation bemerken wir, da8 wir die pseudoeuklidische Metrik (3 we wee ) mit 


te el 
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| beitragt!®), und die Forderung nach einer definiten Energiedichte sowieso nicht 
' immer aufrechtzuerhalten ist’), 
Fir den Fall m = 0 sind die Gleichungen (2) wesentlich schwacher, und es folgt 


aus ihnen nichts dergleichen wie (3) und (4). Auch wenn die y,, und @,»,9 2U 
einer Zeit bekannt sind, werden sie durch (2) zu andern Zeiten nur bis auf 4 
willkiirliche Funktionen A;(x) bestimmt, da (2) namlich unter der Eichtrans- 
formation 

Puv— Pur Bie ase Ans — Nur Vee (5) 


invariant ist. Dies sieht man entweder, indem man direkt einsetzt oder durch 
die Bemerkung, daB sich L fiir m = 0 bei einer Eichtransformation (5) nur um 
eine Divergenz abandert: 


Pea Ge enor ee eiedoled ale (6) 


Man kann nur in einer bestimmten Eichung (HILBERT-Eichung) die Bedingun- 
gen (3) erfiillen. Dazu setzt man 


Puy = Du» + Aye y + Ayu — Nuyv Ae os (7) 


wobei also g,, den Gleichungen 


— —v — a 
Pu Sire == Uae = 0 (8) 
_geniigen soll. Dies erreicht man, indem man A den Bedingungen 
v v 6 1 o 
4 eas = Puy ) A IONE o Qa (9) 


unterwirft. Diese sind miteinander vertraglich, denn aus (2) folgt fiir m = 0 


4 1 » 
Puy = > Pew (10) 


| Durch die Bedingungen (9) sind die Eichtransformationen auf solche A einge- 
_ schrankt, die 


Ag =A; = 0 | (11) 


erfiillen. Die HILBERT-Eichung ist der LORENTZ-Eichnung fiir das elektrische 
Vektorpotential A; analog. Dort fihrt man die MAXweELL-Gleichungen 


A,,* = A,,* durch die Eichung A; = 4; + A, mit A’; =0 in A;; = 0 


_ iiber. Dies gelingt, indem man A = noe setzt. Dadurch ist die Kichgruppe 
_ mit der zunachst beliebigen Fanktion A eingeengt zur beschrankten Gruppe, 
| inder O A =0 gilt. Es besteht jedoch ein fiir das folgende wichtiger Unter- 


schied zwischen einem Vektorfeld und einem Tensorfeld. Die LAGRANGE-Funk- 


- tion fiir ein Vektorfeld 


1 
1 Dic pe fs (A; » — Aye) (Ae® — AB) + ay m* A; A’, (12) 


die eine positive Energie liefert, ist fiir m = 0 invariant unter der Eichtrans- 


_ 16) Siehe etwa W. THIRRING, Principles of Quantum Elektrodynamics, § 3, Academic Press, 


New York 1958. 


1) Bekanntlich ist die Energiedichte fiir ein Spin 1/,-Feld auch bei Quantisierung nach 
_ Fermi-Statistik nicht positiv definit. 
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formation A; A;-+ A,, wahrend wir in (6) gesehen haben, daB sich di 
LAGRANGE-Funktion fir ein Tensorfeld bei einer Hichtransformation um eim 
Divergenz andert. Wir werden uns im nachsten Abschnitt tiberzeugen, daB dah 
auch der Energie-Impuls-Tensor nicht eichinvariant ist, wahrend der MA fl 
WELL-Tensor nur aus den Feldstarken gebildet und somit eichinvariant is: 
Dies riihrt formal daher, da8 man ausden g,, und deren ersten Ableitunge 
keine GréBe bilden kann, deren Anderung bei einer Eichtransformation ider 
tisch verschwindet, im Gegensatz zu den Feldstéarken A;,— A,~¢ im Fall 
eines Vektorfeldes. Bilden wir namlich die allgemeine Linearkombination 


_— | 
Quve Ter, oe ler Y, ,o9 | 


wobei a,,, in beliebiger in den ersten beiden Indizes symmetrischer Tensor is} 
dann gibt das Verschwinden deren Anderung bei einer Eichtransformation dij 
Bedingung / 

Oy rg(Amre + Ante) = 0, (14 


| 
| 


Der Ausdruck in der Klammer kann aber einem beliebigen, in ~ und » sym 
metrischen Tensor B,,, gleich gemacht werden, indem man | 


1 | 
A, = o Buve 2 2, Buys = byva + by yas | 


also : | 
1 

Dive = oO (Bis = Bane rae BE 

setzt, so daB man aus (13) auf a,,,= 0 schlieBen kann. Somit ist das beste, wi 


man erreichen kann, daB sich die LAGRANGE-Funktion wie in (6) nur um eil| 
Divergenz andert. 


B. Der Energie-Impuls-Tensor 


Der kanonische Energie-Impuls-Tensor ist durch 
G 
agin — nz LD ( 
definiert. Er ist zwar im allgemeinen nicht symmetrisch, geniigt aber zufol| 
der EULER-Gleichung den Kontinuitatsgleichungen 
0) ( 
Er kann bekanntlich durch Hinzufiigen eines Spinanteiles zu einem symme | 
schen Tensor erginzt werden, doch tragt letzteres zum Energie-Impuls-Vekton 


| 
iy 
| 


Ti, = Q's 


nichts bei. Da wir uns nur fiir P’, nicht aber fiir die Energiedichte oder den Dr 
_impuls interessieren, betrachten wir nun den kanonischen Energie-Imp 


Tensor (14), der sich zu 4 aie 


Type Tit Te, a ’ (1 
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I y 1 
f= ge t Pur, k — Sr Nik gur* Guy, a 


II. 1 6 t 1 o cA 
ly = — y Poi Pye + T Mk Poa Pr : 
III v 
Tin = — 29" 5 Gene + Nik PY”? Day, w (17) 


berechnet. Falls die y,,,, im raéumlichen Unendlichen gegen 0 gehen, wie es fiir 
die Existenz von P‘ zu fordern ist, kann man P} — / dot ey mit Hilfe des 
fir geeignet gegen 0 gehende  giiltigen Theorems 


[do hi = | do; he 


in 
il y 4 
PY = —2 [do une Gn + [ dor ou Pa (18) 


umformen. Die rechnerischen Details dieser Umformung bringen wir im Anhang. 
Aus (17) und (18) sieht man, daB im Falle der HILBERT-Eichung oder der 


Giltigkeit von (3) nur 7}, etwas zum Energie-Impuls-Vektor beitragt. Man 
erhalt 


et oe fia noth ok 
P; = [ dot [o" OMS a Nix Pe”* Guy, al- (19) 


Die Energie P, ist dann aber positiv definit, wie man am besten durch Ubergang 
in den vierdimensionalen Impulsraum?), g,,(x) = (2a0)-* [ d*k O(k*) e *#* D,,(k) 
erkennt. La8t man die Indizes a und f nur von 1 bis 3 gehen und bezeichnet man 
die Richtung des Raumteiles von k mit mg = k,/ky, NaN. = 1, dann ergibt 
sich 


Py = (27)? [ BK? Dag (Sua — Ma Ma’) (Opp — rp 6") Dap > O, 


da daa’ — Nq Ng eine positiv definite quadratische Form ist. 

Wahrend die Gesamtenergie in der HILBERT-Eichung also positiv definit ist, 
gilt dies fir m = 0 keineswegs allgemein, was daher rihrt, daB P, nicht eich- 
invariant ist. So wird etwa, wenn nur @oo,9 konstant1*) und + 0 ist, 7) gleich 
(Po0,0)? (1 — 4/2 — 3/4 — 2 +1) = — 3/4 (Go00)?, also negativ, so daB Py sicher 
nicht positiv ist. Yo = Yoo,9 X° ist eine triviale Losung der Feldgleichungen (2), 
die aber natiirlich nicht der HILBERT-Hichung entspricht. Allgemein findet man 
fiir die Anderung von 1/, P; bei einer infinitesimalen Eichtransformation, bei der 
also A? vernachlassigt wird 


1 ; v, It 
A oi Pj= | dot (Pur, AM’, + Dur, 2 A”'s — Ver, A it 


Ff Pir. Aen ia GC, (Ax v3 + ys) a / do; [gour® Ay, Ug A Gn | : (20) 


Dies verschwindet keineswegs identisch; so wird etwa fir A,1,; = ¢ +0, die 
18) Wie tiblich verwenden wir k. x fiir k'a;, usw. 

19) Um eine endliche Gesamtenergie zu bekommen, kann man 9,9 auch ganz langsam im 
riumlich Unendlichen gegen 0 gehen lassen, so daB @oo,1 < Yo0,0 bleibt. 
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andern zweiten Ableitungen der A gleich Null, 


1 v 
A> Pi = 6 [ Px(gr1,9 + Gor") +0. (2 


Da die Feldgleichungen die Moglichkeit einer Eichtranformation offen lasse H 
verliert im Falle eines massenlosen Tensorfeldes der Energiebegriff strenges 
nommen seine Bedeutung. Die HILBERT-Eichung ist dadurch physikalise} 
ausgezeichnet, daB in ihrdie Energie?°) positiv ist. Es wird sich auch herausstelle J 
daB die Energie in der NEwToONschen Gravitationstheorie dem 7;, in de 
HILBERT-Eichung entspricht. Im Anhang werden wir auch zeigen, daB sich Af 
nicht 4ndert, wenn man innerhalb der HILBERT-Eichung bleibt oder sich nuj 
infinitesimal von ihr entfernt. 


C. Zusammenhang mit den materiefreien EINSTEIN-Gleichungen: 


Wie schon friiher erwahnt, ist die LAGRANGE-Funktion nur bis auf eine Variablen 
transformation eindeutig. So kann man etwa das fiir manche Zwecke bequemen 
Feld y,, durch 


1 o o o 1 o 4 
Yur = Pur — Mw Pas Pa = — Vea Pur = You — > Mur Yo (2H 


einfiihren. Dadurch gehen die LAGRANGE-Funktion und die EULER- Gleichungenii 


d 2D = Wy, . yr? — 2 Wintel Aas Vee Yo” a Youv Yr (2 
und. 


Dive E> Pv. n Fi Vane as Vasu eS Nur(P” r6 7 yor a) = 0 (24 


tiber. Diese Gleichungen entsprechen der linearisierten EINSTEINschen Theorié 
wenn yj, die Bedeutung der Abweichung der Metrik g;, von dem pseudc 
euklidischen Wert 7,, tibernimmt: 


Jik = Nik + Yix- (28 
In der EINSTEINschen Theorie verwendet man ja als LAGRANGE-Funktion be 
kanntlich #t = V—-g Ri, wobei die Halfte von R, die die Ableitungen der Tea 
somit die zweiten Ableitungen der g;;, enthalt, durch partielle Integration in di 
andere Halfte von R iibergefiihrt wird, die quadratisch in den I’ ist. Dem en 


spricht gerade unser Z (23) und (1), wenn man nur die zweiten Potenzen dé 
wix behalt?4) : | 


V—g9(l jae — Ta ri.) =25 + O(y?). (4 


Daher ist (24) die tibliche EINSTEINsche Gleichung, — 2 Ry, + Hu» R = 0; if 
dieser Naherung gilt naimlich 


a5 ro o a A A | 
aa) lee UU a Dy yt Wau ie Wa curs (27 


Der kanonische Energie-Impuls-Tensor 7, (17) gleicht dem EINSTEINsche} 
Pseudo-Tensor f;x, der ja gerade durch Formel (14) aus der LAGRANGE-Funktio. 
in der EINSTEINSchen Theorie berechnet wird. 


20) 
. . . . = 
kann die Wechselwirkungsenergie natiirlich negativ werden. 


*!) Fir J’ ausgedriickt durch y, siehe Gl. (63). 


Hier ist natiirlich nur die Energie des freien Feldes gemeint, Wie.wir sehen werden} 
we —* ' 


LORENTzZ-invariante Gravitationstheorien 89 


Was die Hichgruppe anbelangt, so transformieren sich die Felder Wiz und somit 
die g;, bei einer Kichtransformation wie folgt: 


Wir —> Vir + Aye + Ani. (28) 


Dies entspricht formal dem Transformationsgesetz des metrischen Tensors 9;, 
bei einer infinitesimalen Koordinatentransformation 


a> a+ Aj. (29) 


Diese Interpretation wird bei der Einfiihrung der Wechselwirkung physikalisch 
begriindet werden. R;, bleibt bei einer Eichtransformation invariant, wie man 
sich leicht durch Rechnung iiberzeugt. Eigentlich sollte es sich als Tensor bei 
einer Koordinatentransformation (29) wie 


Ruy > RB (nip + Ain) (nev + As») (30) 
transformieren, was aber in der betrachteten Naherung 
Bing Rus (31) 


und daher R = Ri, R bedeutet. Letzteres hangt damit zusammen, daB man 
durch eine Koordinatentransformation keine Krimmung erzeugen kann. . 
Uberblickend kann man sagen, daB die Feldtheorie eines freien Tensorfeldes, 
obgleich von ganz anderen Motiven geleitet, von selbst zur linearen Naherung der 
materielosen EINSTEINschen Theorie fihrt. Weitere Berithrungspunkte werden 
wir jetzt bei der Einfiihrung der Wechselwirkung kennen und physikalisch ver- 
stehen lernen. 


§3. Wechselwirkungen 


A. Quelle des Gravitationsfeldes 
Wir wollen hier den Einflu8 einer Kopplung studieren, die linear in dem Gravi- 


tationsfeld y,, ist, die also dem tblichen Quellterm in der Elektrodynamik 
entspricht. Ein solcher Term wird von der allgemeinen Form 


Di (a) = fpyr(x) T?(z) (32) 
sein, wobei f eine die Starke der Kopplung messende Konstante ist. Dieser 
Quellterm wird f 7” als Inhomogenitat auf der rechten Seite von (24) erzeugen. 
Es tritt hier genauso wie in der Elektrodynamik der interessante Fall ein, daB 
die EuLerRschen Gleichungen nur konsistent sind, wenn der Quellterm einer 


bestimmten Bedingung geniigt. Addiert man namlich zur LAGRANGE-Funktion 
des Vektorfeldes mit Masse Null (12) die Wechselwirkung 


L' = eA‘; (33) 
dann fordern die EULER-Gleichungen 
(Aix — Axiy* = eh, 


daB . 
foes 22H) 


gilt, in welchem Falle sich die gesamte LAGRANGE-Funktion bei einer Eichtrans. 
formation nur um die Divergenz (A j;)* andert. Desgleichen verlangen die 
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EULER-Gleichungen von L = (32) + (23) 


— 2 Ry + qu R=f Ty (34 
und daher wegen der Identitaét (R,, — 4,, R)” = 0. 
Ee = 0; (3a 


i 
Ist dies erfillt, dann andert sich ZL bei einer Hichtransformation nur um di 
Divergenz 2f (A, T#”),,. Daher miissen die Gleichungen (34) eichinvariant sei 
was uns schon bekannt ist, da R,, und & bei einer Kichtransformation ungeande 
bleiben. Es ist somit die Kopplung (32) nur mdéglich, wenn die Divergenz von 7’j] 
verschwindet, was nahelegt, 7, mit dem Energie-Impuls-Tensor zu identifi 
zieren und nicht etwa 7; k — ¢nix T4??). | 
Yu» wird wegen der Eichgruppe auch durch (34) mit entsprechenden Randb 
dingungen nur bis auf 4 willkirliche Funktionen bestimmt. Es erhebt sich di 
Frage, ob man diese Willkir durch eine besondere Eichung beschranken kann} 
Die HILBERT-Hichung (8) 1é8t sich nicht mehr durchfihren, da aus (34) in dey 
y's geschrieben | 


Qua fr 29"" ay = fTh (36) 
folgt. Man muB sich daher begniigen | 
Pn = 0 (3 
und 
Aye” = Pu,» (3 
zu verlangen. Damit geht aber die EULER-Gleichung der 9; 
1 o 7 } 
Purd — > Nav Pak — Gotu — Puar =f fe _@ 7%) (39 


in 


Pura = eae | (4 t 
tiber. Wegen 7',’,, = 0 ist dies mit der Kichung (37), die wir HILBERT-Eichu 


fiir Quellen nennen wollen, vertraglich. Die Lésung von (40) l4Bt sich mit Hilff 
der GREENSchen Funktion D,, O D,(x) = 6(x) sofort angeben 


Pur(&) = Pur(x) + ff da’ D,(w—2') T(z’). (A 


Setzt man die Lésung der homogenen Gleichung y gleich Null, dann erha 
man z. B. fiir eine im Koordinatenursprung ruhende Masse, Ty = m0(x), dil 
andern 7, = 0 


*?) Man kann die Sachlage auch umgekehrt betrachten und eine divergenzfreie Quel 


postulieren und daraus die linke Seite von (34) und somit die LAGRANGE-Funktion (33) b 
stimmen,. Dieser Weg wurde in loc. cit, FuBnote 6, vorgeschlagen. Doch kann man in d 


Feldtheorie keineswegs immer eine erhaltene Quelle verlangen, doch immer eirie positiv) 
Energie. ‘ 
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Dies ergibt fiir die y’ 8. 
m f 
87] a] na) Ah 
Que ny-as 6 
a 820 | a | (43) 
y mf 
0 
82: |x| 
m f 
° » 82 |a| 


Wir werden spiter sehen, da8 die y’s in dieser Eichung Anschlu8 an die NEw- 
TONsche Theorie geben. 


B. Andere Felder im Gravitationsfeld 


Wir wollen nun den HinfluB8 eines aéuBeren vorgegebenen Gravitationsfeldes auf 
andere Felder studieren. Dabei werden wir sehen, da8 unter gewissen Umstanden 
die Bahnen von Wellenpaketen irgendwelcher Felder den Bahnen der im nach- 
sten Abschnitt zu besprechenden klassischen Teilchen gleichen. Dies ist wohl zu 
erwarten, doch soll es hier im einzelnen demonstriert werden, da es befriedigend 
ist, daB die spateren physikalischen Erérterungen nicht davon abhangen, ob 
man das Feld oder das Teilchenbild?*) von Materie zugrunde legt. Wir werden 
somit in der Kopplung (32) fiir 7',, den Energie-Impuls-Tensor des betreffenden 
Feldes einsetzen. Dabei ist allerdings zu bedenken, da8 dies allein noch keine 
konsistente Theorie ergibt, da dann qT; = 0 ja nur in Abwesenheit des Gravi- 
tationsfeldes gilt. In einer vollstandigen Theorie miBte man in 7',, noch von p 
abhangige Terme einbeziehen. Doch sind diese von héherer Ordnung in f und 
sollen in unserer Diskussion vernachlassigt werden. Sie wurden gelegentlich in 
der Literatur untersucht (l.c. 6,10), doch scheint dieser Weg, die vollstandigen, 
nichtlinearen EINSTEIN-Gleichungen zu bekommen, etwas miihsam. Die Frage 
der Hichinvarianz der hier erhaltenen Gleichungssysteme werden wir im nachsten 
Kapitel ausfiihrlich studieren. 

Sehen wir uns zuerst ein skalares Feld ® an. Da haben wir die LAGRANGE- 
Funktion 


ys + (DEO — m2 O* O) (44) 
und den daraus entspringenden Energie-Impuls-Tensor 
TH = Du BY — — 9h (DE DS — m2 OF), (45) 
Somit ist die Wechselwirkung 
LD = fy, O*% 4 Or — - we (D*,, Dt — m2 D* D). (46) 


23) Die Vorstellung von Teilchen als Singularitéten eines Feldes ist der Quantenfeld- 
theorie fremd. 
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Zunachst sehen wir, daB die gesamte LAGRANGE-Funktion L=L°+L’ in erste 
Ordnung in f dem kovarianten Ausdruck fiir die LAGRANGE-Dichte gleicht, wenr 
wir 

g*™ == hy des + 9 fy* (47 


und somit 


V-g=1-f 3, (48) 


setzen. Dann ist in der Tat 


L=V—9 5 (®% Brg — m? O* ®) + O(P). ‘- 


In Hinkunft werden wir immer unter g‘* die Ausdriicke (47) verstehen. Dig 
EULER-Gleichungen schreiben sich in dieser Notation natirlich 


(V—g gD ,),=V—g m®, (5 


rung in f die Gleichungen der allgemeinen Relativitatstheorie. 
Um Anschlu8 an klassische Teilchen zu bekommen, driicken wir, falls m +0, 
durch zwei reelle Felder 


Gi 


Dzxgees (51 
aus. Wir nehmen nun an, daB a viel langsamer veranderlich als S sei, a, ;< 8 ;| 
was eintrifft, wenn sich das Gravitationsfeld innerhalb einer Wellenlange nu: 
wenig verdndert. Die Gleichung fiir S bekommt man am einfachsten, inden} 
man (51) direkt in die LAGRANGE-Funktion (49) einsetzt. Da ergibt sich unte| 
den obigen Voraussetzungen 


L=V—g@(S,8,,g"* — 1) m? (54 

und somit 

Sig Sigh ele (5a} 

Gleichungen dieser Art sind aus der analytischen Mechanik bekannt und ma 
weiB, daB S durch?*) 


x 


S(z) = =| as 2 (s) a*(s) gix [2(s)] (54 


Jik Gg = ds, Jik a ee 2f Wiz 


gegeben ist, wobei hier lings einer durch a gehenden Extremalen des Variations 
problems 


men unserer W.K.B,—Niaherung Anschlu8 an das Teilchenbild gewonnen}} 
Wesentlich ist dabei, daB die Masse, dem Aquivalenzprinzip entsprechend, il] 
dem Variationsprinzip (55) nicht erscheint. Eine Sonderstellung nimmt de 
Fall m = 0 ein, indem wir durch den Ansatz | 


@=—aes 
28) 


et 
; : Pay een : a 
Die Bezeichnung 9;, ist wegen unserer Konvention tiber das Hinunterziehen von In 
dizes mit » nétig. ' | 
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zur Gleichung 
Si 907 =n 0 


gefiihrt werden. Dies wird wieder durch ein S von der Form (54) gelést, wobei 
z(s) der Gleichung 2'2* g;, = 0 geniigen miissen (geodatische Nullinien). Die 
Unabhangigkeit der Bewegungsgleichung von der Masse des Teilchens gilt 
allerdings nur innerhalb der klassischen Naherung und nicht exakt. Zum Bei- 
spiel wird das Beugungsbild bei Streuung an mehreren Gravitationszentren fiir 
_verschieden schwere Teilchen verschieden ausfallen, da bei gegebener Geschwin- 
digkeit die Wellenlange von der Masse abhangt. Das Aquivalenzprinzip gilt also 
in der Galileischen Form, daB alle Kérper in einem Schwerefeld gleich fliegen, 
nicht exakt. Dies wurde zuerst von SALEKER (Proc. Chapel Hill Conference 1956) 
betont. Ks gilt das Aquivalenzprinzip jedoch in der Form exakt, daB verschieden 
schwere Teilchen auf ein Gravitationsfeld und ein geeignetes Beschleunigungsfeld 
gleich reagieren. 

Bei Spin ?/, lassen sich analoge Betrachtungen anstellen: Aus der LAGRANGE- 
Funktion 


Do = % (y, O + m) Y (56) 


bekommen wir mit dem kanonischen Energie-Impuls-Tensor die Wechselwir- 
kung 


T= fryer Py PE ,. (57) 
In derselben W.K.B.-Naherung 
YW—aesm 
bekommen wir 
Lea(yz,S#+1+y,8,f ye’) am. (57a) 


Daraus folgern wir wie friiher, wobei wir bekannte Eigenschaften der DIRACschen 
y-Matrizen verwenden, 

Su.S*+2fyr 8.8, +f .S.y "ys = 1. (58) 
Dies gibt in erster Naherung in f wieder die Gleichung (53) fiir S. In héherer 
Ordnung in f ist (58) von (53) verschieden, doch kann diese Verletzung des 
Aquivalenzprinzips nicht wértlich genommen werden, da unsere Theorie ohne- 
dies nur in erster Ordnung in / konsistent ist. AuBerdem ist f von der Ordnung 
Gravitationsenergie/Ruhenergie, was unter gewohnlichen Umstanden von der 
Ordnung 10-1° ist. Terme héherer Ordnung sind daher kaum mefbar. Ein anderer, 
erwahnenswerter Punkt ist, daB es in der Feldtheorie unméglich ist, eine diver- 
genzfreie Tensordichte zu konstruieren, die bei Ladungskonjugation das Vor- 
zeichen andert. Wiirde man eine solche in (32) verwenden, dann hatte Anti- 
materie negative Gravitationsmasse. Eine solche Theorie kann also innerhalb 
unseres Rahmens nicht aufgebaut werden”®). Sie ist auch experimentell widerlegt, 
da man weiB, daB elektrische Bindungsenergien zur Gravitationsmasse bei- 
tragen. 
Zusammenfassend kénnen wir sagen, daB unser Wechselwirkungsansatz (32) 
in der betrachteten Naherung der allgemeinen Relativitatstheorie aquivalent 
ist, und auch ergibt, daB die Bewegung eines Teilchens nicht von seiner Masse 
oder Spin abhangt. 


%) Ein ahnlicher Vorschlag wurde von P. Morrison, Amer. J. of Phys., 26, 358 (1958) 
gemacht. 
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C. Klassische Teilchen im Gravitationsfeld 


Will man direkt mit klassischen Teilchen anfangen, hat man darauf zu achter 


daB die Koordinaten z‘ eines Teilchens kontravariante GréBen sind, wahren 
die Gradienten ®,; kovariant sind, was sich formal in dem Ver aay 
schied zwischen g;, und g;, ausdrickt. Um AnschluB8 an das vorherige zu bt 


kommen, fangen wir daher mit kovarianten Koordinaten z; an und verwendé 
als Energie-Impuls-Tensor den gelaufigen Ausdruck 


ir(x) =m [ds 2 (8) 24(s) d*L2 — a(s)]. (54 


Zusammen mit der relativistischen LAGRANGE-Funktion fiir freie Teilchen 


I9(2) = m [as = z* (s) z,(s) 64[a — z(s)] 


fihrt dies auf das Variationsprinzip 


5W=5 i‘ d*x (192) + L'(a)] = 8 ‘ ds 2; (s) % (8) g*[2(s)] = 0, 


und z durch zi = 2”g;, gegeben, dann besagt unser Variationsprinzip 


6 { ds#z*G,=0, 


—o 


was mit (55) identisch ist. Die Bahnen von Teilchen im Gravitationsfeld sin 
also geodatische Linien in einem RIEMANNschen Raum mit der Metrik g; 
Hier tibernimmt zum erstenmal 9;, = iz, —2fy;z, an Stelle von Nik @ 
physikalische Bedeutung der Metrik und wir werden finden, da8 dieser Zi 
ee noch viel weitergeht. Als EULERsche Gleichungen ergeb 
sic 


oder i) 
ee a TO, (6 


wobei wir fiir die CHRISTOFFEL-Symbole in unserer Naherung 


= Pig = f (Wkm,t + Wkl,m Wm, k) 7 ( i 
bekommen. | 


Wir, wollen dies beniitzen, um den exakten Zusammenhang zwischen unser] 
Kopplungskonstante f und der Gravitationskonstante x Zu erhalten. Bewe 


| 
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einsetzen von 


ae 0 0 
4x |x| 0 
2 
ie er 0 0 
g 47| x| 
ik 
2 
0 0 ees 
47, |a| 0 
0 0 0 named, 
40 |a| ) 


und Vernachlassigung von 2, », 5 gegentiber z, in 


tuber. Somit haben wir 
Faw 


zu setzen. 

Wir wollen nun untersuchen, ob der Energie-Impuls-Tensor (17) dem der 
NeEwrTonschen Theorie entspricht. Dazu nehmen wir eine statische Massenver- 
teilung, also nur 


Yo = Ot) +0 und AD=—f Ty. (66) 


2 Dann wird 


ha 
L' = f pin Th = > FP Tp. 


Und wir bekommen fiir die Gesamtenergie in der HILBERT-Eichung bei 


_ Wechselwirkung 
do 4 4 1 1 ; f 
#= [{ a2|(o2+(Vo}) (> — 7) —u]=—f Jeeta? = 
148) iA 1 3 3 nf T(x) P(x") 
=~ £5 [esas “elle , (67) 


was mit (65) genau der Ausdruck der NEwTonschen Theorie ist. Innerhalb der 
HILBERT-Eichung enthalt also unsere Theorie alle Aussagen der klassischen 
Gravitationstheorie. Im nachsten Kapitel wird sich zeigen, wodurch wir in 
unserer Theorie auf die allgemeine Relativitatstheorie geftihrt werden. 


§ 4. Physikalische Deutung des -)-Feldes 


A. Konstante Felder 


Um den EinfluB des y-Feldes auf physikalische Vorginge zu untersuchen, 
wollen wir die Lésungen der Bewegungsgleichungen fiir einfache p-Felder stu- 
dieren. Nehmen wir zunachst ein raum-zeitlich konstantes y-Feld. Die Bewe- 


_ gungsgleichungen (62) fiir ein Teilchen lautet dann einfach z= 0 und ist zu 


primitiv, um aufschluBreich zu sein. Interessanter ist es, ein geladenes Teilchen 


7 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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samt dem elektrischen Feld in einem konstanten Gravitationspotential zu b 
trachten. Dazu gehen wir von dem Wirkungsprinzip 6W = 0 mit 


W = [as E &*(s) 2 (8) Giz + € 3* (8) Ay oo + [ate V—9 Ai,n Ans g* gH? 


(6 
aus, das bei Variation von z und A die EULER-Gleichungen 
te eat 
Gin = 2 (8) Aes l2ls)] (6 
und | 
e Fn 
g"” Ax yy(#) = pag hd O4[a — z(s)] 2*(8) Gex (74 


nach sich zieht. Im Gegensatz zu einem konstanten elektromagnetischen Vel 
torpotential, das in die Bewegungsgleichungen nicht eingeht, ergibt sich hi¢ 
ein EinfluB auf das Geschehen. So folgt aus (69) 


Gee. 
qe tt Hn =9, 


was man bei geeigneter Wahl von s zu / 


ey pee ; 
ee" giz = 1 (7) 
integrieren kann. Untersuchen wir den Fall, daB die g,, diagonal sind. Dan 
folgt aus (71) fir 2, =z, = 0 


Une Oe as\? Ton 

(za) ~ Taal ~ (Ge) ] < | 
Das heiBt, es gibt eine Grenzgeschwindigkeit fiir die Bewegung des Teilchen 
doch istdiese nicht 1, sondern inder 2,-Richtung Vg ,/9,,. In anderen Richtungé 
kann sie anders sein, und es ist sogar méglich, daB sie gelegentlich > 1 wiri 
Wir entnehmen zwar aus (43), daB in der HILBERT-Hichung fiir ruhende Mass¢ 
die lokale Grenzgeschwindigkeit immer < 1 ist, aber in einer anderen Eichun 
kann sie beliebige Werte annehmen. Dieselbe Beobachtung kann man mache} 
wenn man (70) fiir e = 0 und A nur von z, und 2) abhangig ausschreibt: 


2 2 
(oe a +955) Posts 


2 2 
O22 02? 


sammen, daf sich eine Eichtransformation in den Bewegungsgleichungen a 
wirkt und willkirliche Funktionen enthalt, die an keinerlei Kausalitatsbed 
gungen gebunden sind. Dadurch kommt es, da in einer ursprtinglichen LOREN 
kovarianten Theorie Uberlichtgeschwindigkeiten auftreten kénnen, die nati 
lich die Konsistenz einer solchen Theorie zerstéren. Demzufolge verliert das | 
LORENTZ-Gruppe definierende 7; seine Bedeutung. Wir werden-jetzt zunach 
fiir ein konstantes Feld eichinvariante GréBen definieren, die diese Paradoxi 
st 


At 


*6) Im folgenden ist go, = 1/9 > 0, 911 = 1/g4 < 0 usw. zu beachten. 
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veheben und im nachsten Abschnitt dies allgemeiner formulieren. Dazu bemer- 
ken wir, daB der Effekt konstanter Gravitationspotentiale nur eine MaBstab- 
veranderung ist und durch eine solche kompensiert werden kann. Fiihren wir 
namlich durch eine homogene lineare Transformation die Koordinaten und 
Potentiale 


a = a! — fy, a’, a = 2! ~ f yet (74) 
A,(®) = A,(x) + f yi Ay (2) 


ein, was fiir y;, diagonal auf eine Mafstabsainderung hinauslauft, dann geht 
innerhalb der Naherung das Wirkungsprinzip (68) in2’) 


W= i ds (e% bs + 6% fz o) of / az A,,.(@) Ami(@)| (76) 


uber. Das ist aber die Wirkungsfunktion ohne Gravitationsfeld, und somit tritt 
in den Gleichungen fiir Z und A das y-Feld nicht auf, wie man auch direkt leicht 
nachpriifen kann. Berechnet man daher irgendwelche Effekte in Anwesenheit 
konstanter Gravitationspotentiale, dann ist deren Auswirkung nur die MaBstabs- 
anderung (74). So wird sich etwa fiir ein Elektron in einem COULOMB-Feld in den 
Koordinaten Zz das tibliche KEPLER-Problem ergeben und bei Lésung der ent- 
sprechenden Wellengleichung der Radius des Wasserstoffatoms 7 in den Koordi- 
naten Z gleich h?/me? sein. Auch die Frequenz a? mc?/2 h des Elektrons im 
Grundzustand des Wasserstoffatoms wird sich auf die Zeit Z, beziehen. Allge- 
mein scheint daher ein als Langeneinheit dienender Kérper gemessen an den 
Koordinaten z, um den Faktor /1/g,, und die Periode einer Uhr um V1/g,, 
verandert. Der mit den durch die Gravitationspotentiale veranderten MaBstaben 
gemessene Abstand zwischen zwei Weltpunkten ist daher 


dg* = dz'dz,= dz de ot (76) 
und nicht das urspriingliche Linienelement 
ds? = dz' dz, = dz’ dz nj,. (77) 


In einem gewissen Sinne kann man‘somit im feldtheoretischen Jargon ds als den 
(unbeobachtbaren) unrenormalisierten und ds als den (beobachtbaren) renor- 
malisierten Weltabstand bezeichnen. Allerdings stellt sich heraus, daB ds eich- 
variant und daher prinzipiell nicht beobachtbar ist, wahrend die unrenormali- 
sierten GréBen in der Feldtheorie durch den Limes unendlich hoher Energien 
formal definiert sind. Betrachtet man das Geschehen vom Standpunkt der 
renormalisierten Metrik, dann wickelt sich alles in gewohnter Weise ab: Die 
Lichtgeschwindigkeit und Geschwindigkeitsgrenze materieller Kérper ist, ge- 
messen mit realen MaBstaiben und Uhren, gleich Kins. Die Akausalitaten er- 
scheinen nur, wenn man die Lage vom Standpunkt der urspriinglichen unrenor- 
malisierten Metrik aus betrachtet?*). Dennoch ist es ganz instruktiv, manches 
vom Standpunkt der unrenormalisierten Metrik aus zu diskutieren, wenn ihr 
auch keine reelle Bedeutung zukommt. 


27) Man beachte 6(az) = 5(=)/|a|. 
28) KraB ausgedriickt kann man sagen, daB Akausalitaten logisch unméglich sind, da eine 
Fortpflanzung von Licht mit Uberlichtgeschwindigkeit ein Widerspruch in sich selbst ist. 


7* 


98 W. THIRRING 


B. Eichinvarianz 


Konstante Gravitationspotentiale sind ein spezieller Fall von Feldern, die durch) 
eine Eichtransformation erzeugt werden kénnen. Allgemein werden solche; 
Felder in den Bewegungsgleichungen (50) oder (62) auftreten und das Gescheheni 
vom Standpunkt der unrenormalisierten GréBen z oder A verdndern. Dies} 
kommt daher, daB TT ; = 0 keine Identitadt ist und L bei einer Hichtransfor-. 
mation wirklich verandert wird. Doch ist W (68) bis auf GréBen 0 (f?) eichin- 
variant, wenn man zugleich mit (28) folgende Koordinatentransformation vor- 
nimmt: 


i 
| 


Pie vie t+ Ane+ Ani, Gie> Jie — 2f Aye — 2f Ans | 
zi(s) > 2(s) + fA‘ [z(s)], 28(8) > #4(8) + f* Ale [2 (s)] | 

Ai{z(s)] > Az (3)} + f A*Ez (8)] A's Lz (8)1- (78)| 
Dementsprechend kann durch (78) jedes Gravitationsfeld, das durch eine Eich. : 
transformation erzeugt wird, aus den Bewegungsgleichungen entfernt werden. | 


Ein solches ist zum Beispiel jedes konstante oder nur linear von den Koordi- 
naten abhangige Feld: / 


Giv = Nie + Oe + Gee, x (79 | 

kann namlich durch eine Hichtransformation mit | 
1 t | 

| : 


aus 7, erzeugt werden. Bemerkenswerterweise ist die renormalisierte Metrik 1 
ds? = dz dz” Oi | 


unter der Substition (78) invariant, so da gemessen mit ds eine Eichtransfor-} 
mation nichts an dem Sachbestand andert. Nur gemessen mit der unrenormali 
sierten Metrik erscheinen MaSstabe durch eine Eichtransformation verzerrt,| 
Da die Theorie unter (78) invariant ist, ds nicht, gibt es keine eindeutige physil| 
kalische Vorschrift, um ds zu definieren. Legt man etwa willkiirlich die HILBERT4} 
EKichung zugrunde, dann erscheinen Ma8stabe und Uhren durch das Feld einerj 


Punktladung im unrenormalisierten Bild wie folgt verandert: Definieren win} 


einen EinheitsmaBstab durch ds? = — 1, dz, = 0, dann finden wir mit (43) | 
Mx 

dz, = 1—-— —- | 

21 Ey (81 

dz, ist also kleiner als 1, der MaBstab ist etwas geschrumpft. Die Einheitsuhr | 
halt man durch 


ds? = 1, dz,2,3 =0, was 


liefert. Die Periode der Uhr ist verlingert, sie geht nach. Die lokale Lichtge3}) 
schwindigkeit 
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ist kleiner als Kins. Das ist nach obigem verstandlich, da im renormalisierten Bild 
die Lichtgeschwindigkeit immer 1 ist, im unrenormalisierten Bild das Licht 
daher die langere Einheitsperiode braucht, um den kiirzeren EinheitsmaBstab 
zu durchlaufen. Im nachsten Abschnitt wollen wir uns ansehen, wie die 3 Effekte 
der EINSTEINschen Theorie in den beiden Bildern erscheinen. 


C. Spezielle Effekte 


Die gewoéhnliche Diskussion der Rotverschiebung von Spektrallinien im Rah- 
men der EINSTEINschen Theorie entspricht dem Standpunkt der renormali- 
sierten Metrik. In dieser hat ein auf der Sonne ruhendes Atom genau dieselbe 
Frequenz wie ein Atom auf der Erde. Dies gilt allerdings nicht streng, da die g‘* 
ja nicht exakt konstant sind, sondern etwas vom Ort abhangen. Es wird eine 
Art von Gravitations-Starkeffekt auftreten, der aber im Vergleich zum gewoéhn- 
lichen Starkeffekt im Verhaltnis von Gravitationskraft zu elektrischer Kraft 
sein wird und daher ganzlich zu vernachlassigen ist. Dies lauft auf die 
Binsenweisheit hinaus, daB man eine Uhr nicht zu grob behandeln darf, wenn sie 
richtig gehen soll. Doch sind Atome ziemlich robuste Uhren, so daB sie ein biBchen 
Gravitationsfeld nicht kaputt macht. Aber es verandert sich im renormalisierten 
Bild die Frequenz eines Photons, wenn es in ein anderes Gravitationspotential 
kommt, und zwar wei8 man, daB diese Anderung gerade der Anderung der 
kinetischen Energie in der NEwTonschen Theorie entspricht, wenn man HE = hy 
setzt. Die scheinbar andere Erklarung der Rotverschiebung in Loc. cit. 12) be- 
trachtet genau denselben Sachverhalt vom Standpunkt der unrenormalisierten 
Metrik aus. Da die y zeitunabhangig sind, hat dann ein Photon iiberall dieselbe 
Frequenz (jetzt gemessen in 2, und nicht Z,), Atome auf der Sonne gehen aber 
nach (82) langsamer wie auf der Erde. In beiden Fallen bekommt man das 
Resultat 
Joo(1)  V Goo (2) 

Desgleichen spiegelt im renormalisierten Bild die Lichtablenkung der Photonen 
an der Sonne die Krimmung des Raum-Zeit-Kontinuums wider. Photonen 
bewegen sich namlich auf geodatischen Nullinien und diese sind keine Geraden, 
da die Metrik g;, nicht mehr pseudoeuklidisch ist. Im unrenormalisierten Bild 
ist zwar die Metrik pseudoeuklidisch, aber die Lichtgeschwindigkeit 6rtlich ver- 
anderlich. Es gilt hier auch das FERMATsche Prinzip 


6 [dt =0Q (langs Bahn) 


und somit weichen die Photonen der Sonne aus, da in deren Nahe die Lichtge- 
schwindigkeit vermindert ist. Wahrend in die Rotverschiebung nur Yo eingeht, 
spielen hier die raumlichen Komponenten von yp auch eine Rolle. Es ist daher 
interessant, daB eine Theorie, in der die freie Feldenergie nicht positiv ware und 
man an Stelle von (40) einfach 

D pay =f Tu (85) 


ansetzt, keine Veranderung der raumlichen Metrik erzeugen wiirde®*). Dem- 


29) (85) wurde von BIRKHOFF vorgeschlagen, doch nimmt er (43) als Sonnenfeld an, mit der 
Begriindung, in der Sonne sei nicht nur 74) bedeutsam. Diese Annahme scheint dem Ver- 
fasser unverantwortlich. 
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entsprechend gibt diese Theorie zwar die richtige Rotverschiebung, aber nur den 
halben Wert der Lichtablenkung. Diese Theorie kann daher als empirisch wider- 
legt angesehen werden. 
SchlieBlich ergibt sich auch die Perihelbewegung der ‘Planeten daraus, daB die 
Sonne alles Geschehen verlangsamt. Diese Tendenz wurde von EINSTEIN be- 
kanntlich*°) im Sinne des Macuschen Prinzips gedeutet, daB hier in rudimen 
tarer Form erscheint. Nach diesem sollte nimlich die Tragheit eines Kérpers: 
durch die Anwesenheit anderer Massen hervorgerufen werden und man kann di i 
Verlangsamung durch die Sonne als Zunahme der Tragheit in Sonnennahe auf 
fassen. Hine solche ruft eine Perihelbewegung der Planetenbahnen hervor, wie} 
schon aus der speziellen Relativitatstheorie bekannt, wo die Tragheitszunahme 
von dem Massenzuwachs mit der Geschwindigkeit herriihrt. Dieser tritt hier 
natiirlich auch ein, so daB der Effekt ein ziemlich komplexer ist. Auch ist er von] 
der Ordnung |x m/|x||? und es stellt sich heraus, daB er in der hier diskutierte | 
linearen Approximation zur EINSTEINschen Theorie viel grdBer als beobachtet| 
herauskommt. Dieser Effekt ist also die empfindlichste Uberpriifung der E1N-] 
STEINschen Gleichungen, die sogar tiber die lineare Approximation hinausgeht# 
und nach einer nichtlinearen Vervollsténdigung der Theorie verlangt. Will manj 
jedoch eine rein lineare Theorie der Gravitation haben, dann mu8 man an Stelle 
der LAGRANGE-Funktion (23) von einer beliebigen LAGRANGE-Funktion fiir ein] 
Tensorfeld aus gehen. Dies gibt einem allerdings geniigend viele Parameter, u mn. 
alle drei Effekte herauszubekommen?!), Doch fallt eine solche Theorie an Uber-. 
zeugungskraft betrachtlich hinter der EINSTEINschen Theorie zuriick. 
Zusammenfassend kénnen wir iiber diese Betrachtungen sagen, daB die Méglich 
keit einer geometrischen Interpretation des Gravitationsfeldes durch die Form| 
der Kopplung bedingt ist. Fiir andere Wechselwirkungen, wie etwa elektro-} 
magnetische, ist eine solche Deutung im Rahmen eines 4-dimensionalen RIE 
MANNschen Raumes nicht méglich, da diese Felder auf MaBstabe und Uhren} 
keinen so einheitlichen EinfluB haben. Der Begriff des metrischen Raumes beruht} 
auf der Fiktion von unveranderten Mafstaben und Uhren und scheint daher nun} 
makroskopisch sinnvoll zu sein. Fiir Distanzen ~ 10-13 em, wenn MaBstabe und} 
Uhren sich durch starke Wechselwirkungen beeinflussen, diirfte die Metrik ihr o| 
Bedeutung verlieren. Es gibt zur Zeit noch keinen brauchbaren physika-} 


lischen Gesichtspunkt, der nahelegen wiirde, was dann an Stelle der Metrik z 
treten hat. 


Anhang 
Mit Hilfe der Formel 


[don te = [doi fa (A1}] 
kann man den Ausdruck fiir PI wie folgt umformen: 
[dot Tie = —2 [dor gu, . gt? + | do® [py ge"), : — 
— [ dog” Gin = — [a0* |p” ¢ Dene — (Ger G,d,u + Gers Pe] — 
— [06 Ne G0). — 9 Pee] = — 2 [ do* O29" 4 + fade; ou Pnk- (A2 
te Sew 


9°) A. EINSTEIN, The Meaning of Relativity. 
31) BELINFANTE und Swinart, Ann. Phys. 1, 168—195 (1957). 
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Entfernt man sich von der HILBERT-Eichung (8) durch eine infinitesimale Eich- 
transformation, dann andert sich der gesamte Energie-Impuls-Vektor um 


1 - _ a 4 a 
a4 P; = | do, [Pure Amr +" pure ees =a} —" ot Ayan a, [ do, [pur Ainslie (A3) 
Unter Verwendung von (A1) gibt dies 


(A3) faa [do [o”” Me as eee Digg 77% coaee Ayal: 
aber es ist 


| doy [Puri Ae in | do® [Puk,iv AM? + Outi pales 
und 


[ do, [ee Al’ = i do, gh"; Ayy. 
Somit verschwindet die Anderung (A3) von P,. 


Fortschritte der Physik 7, 102—144 (1959) 


Beugungserscheinungen bei Zusammenstéfen von sdhnellen 
Teilchen mit Kernen’) 


A. I. ACHIEZER und I. J. POMERANGUK 


1. Einleitung 


Die Absorption, die bei der Streuung von Nukleonen an Kernen auftreten kann 
ruft bekanntlich eine zusatzliche Stoérung der einfallenden Nukleonenwelle her 
vor und fihrt zu einer zusatzlichen elastischen Streuung der Nukleonen, di 
nicht mit der Bildung eines zusammengesetzten Kerns zusammenhangt. | 
Hine starke Absorption der Teilchen findet im Gebiet hoher Energien statt, wen} 
dieWellenlange des Teilchens bedeutend kleiner ist als der Radius des Kerns. Unte 
diesen Bedingungen verhalt sich der Kern gegen Teilchen, die auf ihn auffallery 
wie ein schwarzer oder halbdurchsichtiger Kérper, und die elastische Streuun} 
der Teilchen, die mit der Méglichkeit ihrer Absorption durch die Kerne zuj 
sammenhangt, ist der Beugung des Lichts an einem schwarzen (oder hall} 
durchsichtigen) Korper analog. Eine solche Beugungsstreuung schneller Teil} 
chen an absorbierenden Kernen tritt in reinster Form bei schnellen Neutrone} 
auf, bei Teilchen, die keine Ladung besitzen. Sie kann in einer etwas modifizierte4 
Form aber auch bei schnellen geladenen Teilchen auftreten, z. B. bei Protoner 
In diesem Falle haben wir es, zum Unterschied von den Neutronen, mit det 
Beugung geladener Teilchen zu tun [10]. 


Photons stattfinden [1]. Eine solche Beugungsemission eines Photons kann z. 
bei Protonen auftreten, die von Kernen absorbiert werden. Von sehr vi¢| 
groBerer Bedeutung ist diese Erscheinung aber fiir geladene Pionen, die a) 
Kernen oder einzelnen Nukleonen gestreut werden, und zwar wegen der vel| 
haltnismaBig geringen Masse der Pionen. i] 
Pionen hoher Energie stehen mit Nukleonen in starker Wechselwirkung, un 
diese Wechselwirkung fiihrt zu einer hohen Wahrscheinlichkeit solcher Zul 
sammenstdBe zwischen beiden, bei denen sich das Pion und das Nukleon zu eine 
stark angeregten kurzlebigen System vereinigen, das dann in mehrere Mesone 
und mdglicherweise auch in mehrere Nukleonenpaare zerfallt. Das Nukleo| 
stellt hierbei dem Pion gegeniiber einen schwarzen Kérper — eine kleine Kugel i 
dar, deren Radius R durch den Absorptionsquerschnitt der Pionen On 100 
bestimmt ist. heer - 


1) Uspechi fiz. Nauk 65, 593—630 (1958)- 
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Die Beugungsemission eines Photons durch ein Pion oder ein anderes ge- 
ladenes Teilchen darf nicht mit der Emission eines Photons verwechselt werden, 
die mit der direkten Absorption dieses Teilchens durch einen Kern zusammen- 
hangt. Diese Emission, die wir als Stillegungsemission bezeichnen wollen, ist 
in vielen Fallen wahrscheinlicher als die Beugungsemission [/]. 

Kin Proze8, der in gewissem Sinne der Bremsstrahlung entgegengesetzt ist, ist 
die Erzeugung eines Teilchenpaares durch ein Photon. Wahrend z. B. die Brems- 
emission eines Photons durch ein Elektron im CouLomB-Feld des Kerns einen 
Ubergang des Elektrons von einem Zustand mit positiver Energie in einen 
anderen Zustand ebenfalls mit positiver Energie darstellt, bei dem ein Photon 
emittiert wird, so kann man die Bildung eines Elektron-Positron-Paares durch 
ein Photon im CouLomMB-Feld eines Kerns als den Ubergang eines Elektrons aus 
einem Zustand mit negativer Energie in einen Zustand mit positiver Energie 
betrachten, bei dem ein Photon absorbiert wird. Zu diesem Proze8 der Bildung 
eines Teilchenpaares durch ein Photon braucht aber nicht unbedingt das 
CoUuLOMB-Feld eines Kerns vorhanden zu sein. Er kann auch in Anwesenheit eines 
neutralen Teilchens stattfinden, das die Eigenschaft hat, eine Komponente des 
Paares zu absorbieren. Insbesondere kann die Bildung von Pionpaaren durch ein 
Photon in Anwesenheit eines Nukleons stattfinden, das das Meson absorbiert, 
oder die Bildung eines Proton-Antiproton-Paares durch ein Photon in Anwesen- 
heit eines absorbierenden Kerns. Diesen ProzeB kann man als Beugungs-Paar- 
erzeugung bezeichnen [2]. 

Die Erzeugung von Mesonen- und Nukleonenpaaren durch Beugung kann auch 
stattfinden, wenn ein schnelles kernaktives Teilchen (Meson, Nukleon) mit 
einem Kern zusammensto8t [3]. 

Bis jetzt haben wir von Beugungserscheinungen gesprochen, die bei der Streu- 
ung von punktformigen Teilchen stattfinden. Durch spezifische Eigenschaften 
mu8 sich die Beugungsstreuung von schwach gebundenen zusammengesetzten 
Teilchen, wie etwa Deuteronen, auszeichnen. In diesem Falle mu8B auBer der 
rein elastischen Streuung der Deuteronen, die der Beugungsstreuung punkt- 
formiger Teilchen analog ist, noch eine Beugungsspaltung der Deuteronen statt- 
finden [15, 16, 17]. Wegen der geringen Bindungsenergie des Deuterons kann nam- 
lich eine verhaltnismaBig geringe Anderung seines Impulses bei der Beugungs- 
streuung zu einer Aufspaltung des Deuterons fiihren, die weit entfernt vom Kern 
stattfindet. 

Neben der Stripping-Reaktion fiihrt auch die Beugungsspaltung eines Deuterons 
zur Freisetzung eines Neutrons und eines Protons, d. h. sie erhéht die Ausbeute 
an Neutronen- und Protonen, die beim Zusammensto8 schneller Deuteronen 
mit Kernen entstehen. 

Eine auBerordentlich wesentliche Eigenart der genannten Beugungsprozesse ist 
es, daB sie alle fern vom Kern ablaufen. Das hangt damit zusammen, daB die 
Erhaltungssaitze bei hohen Energien der Teilchen kleine Impulsiibertragungen 
auf den Kern verlangen; kleine Impulsiibertragungen entsprechen aber groBen 
StoBparametern. 

Wir wollen z. B. die Beugungsemission eines Photons durch ein Pion betrachten. 
Bei hohen Energien der Pionen haben wir hier dieselbe Situation vor uns wie bei 
der Bremsemission eines Photons durch ein Elektron im COULOMB-Feld eines 
Kerns. Mit zunehmender Energie des Elektrons wird der auf den Kern tber- 
tragene Impuls geringer, und daher findet die Emission im relativistischen 
Gebiet, wenn dieser Impuls sehr klein wird, in groBer Entfernung vom Kern statt. 
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Da sich diese SchluBfolgerung nur auf die Erhaltungssatze stiitzt, bleibt s; 
natiirlich nicht nur fiir die Bremsstrahlung an COULOMB-Feldern, sondern auq 
fiir die Beugungsstrahlung giiltig. 
Eine analoge Situation liegt auch bei der Beugungs-Paarbildung vor sowie by 
der Beugungsspaltung von Deuteronen. Alle diese Prozesse sind im Gebiet hohi 
Energien mit einer kleinen Impulstibertragung auf den Kern verbunden 
finden daher in groBerer Entfernung vom Kern statt. 

Im Gebiet hoher Teilchenenergien und kleiner Streuwinkel besteht ein a 
gemeiner Zusammenhang zwischen der Wahrscheinlichkeit unelastisch 
Prozesse und der Amplitude der elastischen Streuung. (Hine Veranschaulichuyy 
dieses Zusammenhangs ist die Ableitung der BETHE- HEITLERschen Formel fiir di 
Wabrscheinlichkeit der Bremsemission eines Photons durch ein ultrarelativy 
stisches Elektron im CouLOMB-Feld eines Kerns fiir kleine Streuwinkel, vg 
Abschn. 9.) Fir die Untersuchung der verschiedenen Beugungsprozesse ii 
Gebiet hoher Energien geniigt es daher faktisch, wenn die Amplitude di 
elastischen Streuung bekannt ist, die durch das Verhalten der Wellenfunktia 
des Teilchens fern vom Streuer (Kern) bestimmt ist. | | 
Die Wellenfunktion eines Teilchens fern vom Kern hat die Form der Supeq 
position einer einfallenden ebenen Welle und einer vom (schwarzen oder hal 
durchsichtigen) Kern gebeugten Welle. Die zuletzt genannte Welle kann mé 
nach einer optischen Methode mit Hilfe des HuyGENSschen Prinzips finden. Dj 
her ist es méglich, eine halbphinomenologische Theorie der Beugungsersche 
nungen im Gebiet hoher Energien aufzustellen, die auf der Anwendung dij 
verallgemeinerten HUYGENSschen Prinzips beruht. Der Darstellung der wesen] 
lichen Ergebnisse dieser Theorie ist die vorliegende Arbeit gewidmet (vgl. [141 


2. Die elastische Beugungsstreuung 


Wir beginnen mit der Behandlung des einfachsten Problems, der Beugung} 
streuung neutraler punktférmiger Teilchen an absorbierenden Kernen, die y 
als absolut schwarz betrachten. | 
Die Beugungsbehandlung ist nur fiir schnelle Teilchen giiltig, deren Welle} 
lange 4 klein gegen den Kernradius R ist. Unter diesen Bedingungen erfoljj 
eine Streuung um kleine Winkel von der GréBenordnung @ ~ 4/R. Dahi 
k6énnen wir uns auf die Betrachtung der Bewegung der Teilchen in einer Ebe 

senkrecht zum Wellenvektor K des auffallenden Teilchens beschranken. 
Die freie Bewegung des Teilchens in dieser Ebene wird durch die Wellenfunkti 


Wx — dre eto 


beschrieben, wo L die Normierungslinge ist. x und e sind die Projektionen di 
Wellenvektors und des Radiusvektors dieses Teilchens auf die Ebene senkreci 


zu K. Den einfallenden Teilchen entspricht die Wellenfunktion i} 


Yo = LT. 


Wir wollen jetzt sehen, wozu das Vorhandensein des Kerns fiihrt. Er absorbie| 
offensichtlich alle die Teilchen, fiir die der StoBparameter kleiner ist als |} 
Wenn wir eine Gré8e Q(@) einfiihren, die die Werte hat © 


x 0, gfure. @:<s oF, 
iChat fiir o> R, 


x 
Tay SS 
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Onnen wir sagen, daB das Beugungsbild, das durch das Vorhandensein des 
bsorbierenden Kerns bedingt ist, der Zerlegung der Funktion YW = 2(e)Y% 
ach den Wellenfunktionen der freien Bewegung y,, entspricht: 


PY = 2(0) vo = SY. (2) 


Jabei stellt der Koeffizient a, in dieser Zerlegung die Wahrscheinlichkeits- 
woplitude der Streuung dar, bei der die Querkomponente des Wellenvektors 
ieses Teilchens gleich x ist. 

Nie Wahrscheinlichkeit der Beugungsstreuung, bei der die Querkomponente x 
es Wellenvektors im Intervall dx liegt, ist mit a,, durch die Beziehung 


I? dx 
aediern, 
erknipft, und der entsprechende differentielle Streuquerschnitt ist 
dx 
ye = 274 
do = L*dw = |a,|? L Qn" (3) 


Ja die Funktion y, ein normiertes vollstandiges Orthogonalsystem bilden, das 
ie Normierungsbedingungen 


| vale) yt (0) de = dx 
rfillt, folgt aus (2) 
ay, = | px Q(e) yode = [ yt[1 — Q(e)] yo dp. (4) 
etzen wir darin (1) ein, so erhalten wir 


2x RJ,(KR9) a’) 
a Fay i oe 


yo J, (x) die BESSELsche Funktion ist. Den Wert von x kann man mit dem Streu- 
rinkel # verkniipfen 


ay = 


“x= Ksn? ~ KP. 


Da die Beugungsbetrachtung nur fir kleine Streuwinkel giiltig ist, haben wir 
in ? durch # ersetzt.) Wir bemerken noch, da8dx = K? . doist, wodo = 2x 0d 
las Raumwinkel-Element ist, in das das Teilchen gestreut wird, und finden nach 
3) abschlieBend den bekannten Ausdruck fiir den differentiellen Querschnitt 
ler Beugungsstreuung 


J?(KRG 
do;= RR? ae do. (5) 
Jer Gesamtquerschnitt der elastischen Beugungsstreuung ist gleich 
2 72 KR 
a= | do=a2h*. (6) 


Ja der Querschnitt der Absorption der Teilchen durch einen schwarzen Kérper 
benfalls gleich 
Py Ba (7) 
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ist, so ist der integrale Querschnitt aller Prozesse, die sowohl die Streuung 
auch die Absorption betreffen, 


6, =6,+06,=27 R*. ( 


Den Koeffizienten a, der Zerlegung kann man mit der Streuamplitude f(#) 


(aQ= = to a 


und mit dem Querschnitt der elastischen Streuung 


do, = |f(#)|? do 
verkniipfen. 
Aus (4’) folgt 
RJ, (KRG | 
[Cac q 


In (8) wahlten wir den Phasenfaktor gleich 7, da bei dieser Wahl das optis¢ 
Theorem gilt, nach dem der integrale Querschnitt aller Wechselwirkun; 
prozesse von Teilchen und einem Kern mit der Amplitude der elastisch} 
Streuung in den Winkel Null durch die Beziehung [24] | | 


o, = 421 Im f(0) (! 
verkniipft ist. i} 


Um diese Beziehung zu erhalten, wollen wir von dem folgenden allgemei of 
Ausdruck fiir die Streuamplitude in einem zentralsymmetrischen Feld ausgel} 


[25], 


f(d) = — ee pa (21 + 1)(B, — 1) PB, (cos 8), (j 


wo f, das Amplitudenverhaltnis der divergierenden und der konvergiereng 
Welle mit dem Drehimpuls / ist und P,(cos#) die LEGENDRE-Polynome s 
Ohne Absorption hat die GréBe 6, den Betrag Eins 


Bi a Ca 


wo 7, eine reelle Gré8Be ist, die die Phasenanderung einer Welle mit dem Dri 
impuls / bestimmt. Bei Absorption ist der Betrag von ;, kleiner als Eins. 
Der integrale Querschnitt der elastischen Streuung ist gleich 


?.= Qa | |f(9)|2 sin Odd. 
0 


Setzen wir darin fiir f(#) den Ausdruck (11) ein und benutzen die Formel 
27 | | P, (cos 8) |? sin ddd = 


0 


ott 


so erhalten wir 


Oe = nit 5 ( (20 +1) |B, — 1%. 
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Zur Bestimmung des Absorptionsquerschnitts der Teilchen mu8 man den Teil- 
chenstrom S in der Richtung nach dem streuenden Zentrum (dem Koordinaten- 
ursprung) finden 


wo m die Masse des Teilchens ist und y seine Wellenfunktion. Fir y konnen wir 
darin den asymptotischen Ausdruck der Wellenfunktion fiir groBe r einsetzen 


sista | Rae , 2& : 
ym ete + — ofr f(B)—= oT SS (—1)! (Bi + 1) (er — (1)! By e!**) P,(c08 8). 


Das Ergebnis lautet: 


wh & A 
8 = 2) Slt sy — |fil%. 


Dividieren wir diesen Ausdruck durch die Stromdichte der auffallenden Teil- 
chen, die gleich ki/m ist, so finden wir den Absorptionsquerschnitt der Teilchen 


ese es (21 + 1) (1 — [8,|2). (13) 


Addieren wir die Querschnitte o, und o,, so erhalten wir den Gesamtquerschnitt 
fiir alle Prozesse 


ee Ge 2001 (Slee) (Lie Re Bi) (14) 
t=O 


Wenn wir beachten, daB 


eed 
f0) = — FS (21+ 1) (6 — 1) 
'=0 
ist, kGnnen wir o; leicht in der Formel (10) darstellen. 


3. Beriicksichtigung der Halbdurdhliassigkeit des Kerns 


Im Gebiet hoher Energien kann die freie Weglange von Teilchen in der Kern- 
materie mit den Abmessungen des Kerns vergleichbar werden. Wenn o der 
Mittelwert des Streuquerschnitts eines Neutrons an einzelnen Nukleonen ist, 
kann die freie Weglange L eines Neutrons in der Kernmaterie nach der Formel 


eee ee (15) 


bestimmt werden, wo R = 1, A‘/*(r) = 1,2 - 10-18 cm) der Radius des Kerns ist 
und A die Massenzahl. Bei der Neutronenenergie H ~ 100 MeV ist der Streu- 
querschnitt o ~ 8,3 - 10-26 cm? [9]. Wenn wir A = 100 annehmen, erhalten wir 
L~ 4,5-10-33cm und R =6-10-%cm. Im Gebiet der Energien von der 
GréBenordnung 100 MeV wird die freie Weglange der Neutronen in der Kern- 
materie also mit den Abmessungen des Kerns vergleichbar. Unter diesen Be- 
dingungen kann man den Kern schon nicht mehr als absolut schwarzen Korper 
betrachten, sondern mu8 ihn als halbdurchsichtig ansehen [9]. Die Kern- 
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materie kann man bei solchen Energien durch den Absorptionskoeffizienten 


charakterisieren, wo n die Dichte der Teilchen im Kern ist und o der Mittelw 
des Streuquerschnitts des auffallenden Teilchens (Neutrons) an Kernnukleonj 


= 1 

C= oA (2055+ (A 2) Onn) 
(cn, und o,, sind die Streuquerschnitte des Neutrons am Proton und die 
Neutrons am Neutron*)). Da die Dichte der Teilchen im Kern vom Zentrum # 
Peripherie des Kerns hin abnimmt, ist b eine Funktion der Lage des Punktes. I | 
Mittelwert des Absorptionskoeffizienten ist gleich 


3Ac 
4a R3° 


Aus den oben angegebenen Abschatzungen folgt, daB im Gebiet der Energi 
E ~ 100 MeV der Mittelwert des Absorptionskoeffizienten fiir schwere Ken 
(A ~ 200) gleich 6 ~ 2,4 - 1012 cm-list. 

Bei der Untersuchung der Streuung von Nukleonen an Kernen mu8 man ni 
nur die Absorption, sondern auch die Brechung der Nukleonenwelle in der Ken 
materie berticksichtigen. Daher mu8 die Kernmaterie durch einen komplex 
Absorptionskoeffizienten B charakterisiert werden, dessen Realteil gleich b | 
und dessen Imaginarteil 6’ mit der Brechungszahl zusammenhangt. Wenn v ¢ 
Brechungszahl ist, so sei | 


b= 


b’ = 2(v — 1)K, 
wo K der Wellenvektor des einfallenden Teilchens ist und 
B=b— 20(y—1)K. (3 


Wir wollen nun zeigen, wie die Halbdurchsichtigkeit des Kerns bei der Un 
suchung der Beugungserscheinungen zu beriicksichtigen ist. | 
Da die Wellenlange des einfallenden Teilchens als klein gegen die Abmessung 
des Kerns angenommen wird, kann man den Durchgang von Nukleonen dur 
den Kern mit der Ausbreitung der Nukleonenwelle in einem Stoff mit komplex 
Absorptionskoeffizienten B vergleichen [9, 8]. Die Fortpflanzungsrichtung 

Welle stimmt hierbei mit der Richtung der Bewegung des Teilchens tibere} 
die wir als geradlinig annehmen. Wahlen wir die Bewegungsrichtung des Té 

chens als x-Achse und bezeichnen wir den Weg, den es im Kern zuriicklegt, ny 
28, so erhalten wir folgenden Ausdruck fiir das Verhaltnis der Amplitude ¢ 


Nukleonenwelle beim Austritt des Teilchens aus dem Kern zur Amplitude ¢ 
einfallenden Welle i) 


i 
‘ 
J 
i 


if Blevas 
A=e°® 


Die Integration im Exponenten erstreckt sich iiber das Intervall (0,8) uj 
nicht tiber (0, 2s), da es sich hier um die Amplitude der Nukleonenwelle hand} 
eS ee ve 


wee 


1) Diese GréBen haben natiirlich nur qualitativen Charakter. 
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und nicht um ihre Intensitét, die proportional ||? ist. Die Phase der Welle 


* hierbei richtig beriicksichtigt, da die Formel fiir b’ den Zusatzfaktor 2 ent- 
halt. 


2 (0) fiir 0 < R miissen wir offensichtlich durch die GréBe A ersetzen. 
_Beachten wir, daB x = Yr? — 0? ist (vgl. Bild 1), so konnen wir Q(@) in folgender 
_ Form darstellen ¥ 

~ [Bo “far —[VrF=e B(r) dr 
Q:3(0) =e 2 eendes (17) 
| Die obere Grenze im Exponenten wurde gleich unendlich gesetzt mit Riicksicht 
_ darauf, daB der Rand des Kerns diffus ist. 
_ Fiir einen scharfen Kernrand ist 

B’(r) = Bo(r — R) 

und 2(0) nimmt die Form an 


e-BVR- fir 0 < R, 
tur “o> KR: 


O50) = |; (8) 


GRPO2" e506 08 VIG 12 47455 76¢E 
‘Bild 1. Bild 2. 


Den Exponenten im Ausdruck fiir Q(g) kann man berechnen, wenn man die 

_ Abhangigkeit der Dichte der Kernteilchen von der Entfernung vom Zentrum 

_ des Kerns vorgibt. Gewohnlich wird angenommen [8], daB die Dichteverteilung 
durch die Formel 


No r— Rh 
tae SOT i 
n(r) = (1 th — ) (19) 
bestimmt wird, wo m, die Dichte der Teilchen in der Mitte des Kerns ist und d 
die Dicke des diffusen Kernrands. Unter dieser Voraussetzung nimmt der 
_ Exponent die Form an [8] 
8 co 
- ooo —1 

| Baz = 2RB, [ de Vi — B sec h? es =2RByh(E,6), (20) 

i) g 
wo B, der Wert von B in der Kernmitte ist, = 0/R, v = 7r/R und 6 = d/R. 
Bild 2 zeigt die Funktion h(é, 4) fiir verschiedene Werte von 6 [8]. 
_ Wir bestimmen nun den Querschnitt der elastischen Beugungsstreuung von 
Neutronen an Kernen. Verwenden wir die oben angegebenen Formeln (4) und 
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(17), so erhalten wir fiir die Streuamplitude folgenden Ausdruck 
a = VES Qe? B’(r) dr 
{(0) =1K 1—ee 
F 


Ba fy Wes | 
Wenn wir annehmen, da8 der Kern einen scharfen Rand hat, so gilt die Forme 
(18) und 


R 
f(9) =iK [(1—e“ 2YR—e) Jy(xo)o do, d=0. (22 
0 


Joxo)ode, x=Kd. (21 
| 


| 


In den Grenzfallen der starken und der schwachen Absorption vereinfacht sic] 
diese Formel sehr stark 


jo) = ix [AE ) _ TO, uv € BIBI, 

RB {sin xR ed 

(A) =7K mm | on cos «|, x > R| Bi?. 

Der Gesamtquerschnitt der elastischen Streuung ist gleich | 
o, = { |1—Q(e)|? dp. (234 


Nehmen wir an, da8 der Kern einen scharfen Rand hat, so erhalten wir hiera | 
bei starken Absorption [9] 


— (14+ 20K) e22R — 
262 R? 


1 
a= aR tt + 


oa me | 
~ Gap yy pe OP — 87 + {20d + BRU? + B)} e* sin WR 


) 
— {b? — b’2 + BR(b2 + B)} eF cos b’ RB] |: (231 


Der integrale Querschnitt fiir alle Prozesse (Streuung und Absorption) kan} 
mit Hilfe eines optischen Theorems bestimmt werden [10] ! 


o, = 424 Imf (0). 


Fir einen Kern mit scharfem Rand und bei starker Absorption ergibt dies | 
Formel 


2 
= 2 ees Se ee eee Dy Ne ey , , 2 72 
Op = 27 RI (4 6%) Re [b b’? + (260’ + b’ R(b? + b’)) x | 
x eR sind’ R — [b2 — b’2 + b’R(b? + b’2)e-°% cosb’ | ‘ (24) 
Wir wollen noch bemerken: Da die Kerngrenze immer verwaschen ist, geltel 
die Formeln (23’) und (24), die unter der Voraussetzung einer scharfen Gren 
abgeleitet wurden, strenggenommen nur, wennd < Rist. 


4. Der Einflu8 des CoutomsB-Kernfeldes 


Wir wollen nun feststellen, welchen Einflu8 das COULOMB-Feld ‘des Kerns auf 4 
Beugungsstreuung geladener Teilchen ausiibt. Wir wollen zuerst annehmen, dé 


| 
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der Kern vollstandig absorbiert und eine scharfe Grenze hat. Wenn 9 < R und 
die Energie EH des Teilchens gré8er ist als die Héhe der CouLoms-Schwelle 
E; = Ze?/R, dann wird die GréBe Q(0) wie zuvor gleich Null. Wenn der StoB- 
parameter 0 aber gréBer ist als R, wird das Teilchen ebenso gestreut wie im 
reinen COULOMB-Feld eines punktformigen Kerns. Fiir 9 > R kénnen wir also 


setzen Qe) = en, o> R, 

wo 7(0) die Phase im COULOMB-Feld des Kerns im Unendlichen ist. Sie ist fiir 
KR > 1 gleich Ze 

ho 

(vist die Geschwindigkeit des Teilchens im Unendlichen.) 


Um bei den Beugungserscheinungen das COULOMB-Feld des als absolut schwarz 
vorausgesetzten Kerns zu beriicksichtigen, mu8 man fiir (0) also annehmen 


0 fur o <i, 


n(o) =n InKo, n= 


oe) =i fir o> R. (25) 
Fiir einen halbdurchsichtigen Kern muB dieser Ausdruck nach (17) durch 
= 
— [Vi?=¢8 Br) ar 
a (Oia 4ce) @ fur, 0 = ke (26) 
e7'n (2) fir-.o (>) R’ 


ersetzt werden, wo unter Rf’ ein gewisser effektiver Wechselwirkungsradius zu 
verstehen ist, der etwas groBer ist als der Kernradius. 
Wenn die Dicke des diffusen Kernrandes klein gegen den Kernradius ist, gilt die 


Forme! (18), und daher ist 


e- BYR fir o< R, 


(27) 
e2in(e) fir o> R. 


2% (0) = 


| Wir bestimmen nun den Querschnitt der elastischen Streuung geladener punkt- 


formiger Teilchen, die vom Kern absorbiert werden, den wir als absolut schwarz 


- annehmen. Wir suchen zunachst die Streuamplitude. Setzen wir in (4) und (8) 
fir 2(0) den Ausdruck (25) ein, so erhalten wir 


j(8) = GER Jerse (1 — *(@) de = —iK [in Iyluo)e de, (28) 


| wo J,(x) die BESSELsche Funktion ist. 


Bitegricren wir partiell, so kénnen wir diesen Ausdruck in der Form 


Yao) | ingeainef aio cr acl (28 


1, 3 


{(9) = GA finer Zul 


darstellen [10], wol, = K R > List. , 
Der differentielle Streuquerschnitt hangt mit /() durch die Beziehung 


o. = |f (8)? do = 0,(8)do 


| zusammen, wo 


3.(8) = |B% ERD 
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ui ah [ TKRIE) at (29) 


« 
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Wir betrachten einige Grenzfalle. Wenn n < C ist, so gilt 


RJ, (xR) . Jo(% R) 
Pia a ha 


j{(0) =ik + Qin 


J?(KR8) ey 4n? J2(KRO) 
3 K? oe ¢ 


Der erste Summand in dem letzten Ausdruck beschreibt die Beugungsstreuun 
von Teilchen durch einen absolut schwarzen Korper, der zweite die Streuun) 
die durch das COULOMB-Feld des Kerns bedingt ist. Wir sehen, da8 die beidd 
Arten der Streuung fiir n < 1 nicht interferieren. 
Wir bemerken, da8 der zweite Summand in (30) fir R = 0 in den Querschnii 
der RUTHERFORD-Streuung an einem punktformigen Kern tibergeht. 
Es ist leicht nachzuweisen [10, 25], da8 fir » <1 und fir den Streuwink 
8 < V2nJly die COULOMB-Streuung die Hauptrolle spielt, bei Winkeln } > V2n) 
aber die Beugungsstreuung. Die GroBe /2 2n/ly grenzt also fir n < 1 die Gebie: 
der Winkel mit verschiedenen Streuungsgesetzen gegeneinander ab. | 
Wenn n > 1 ist, spielt fir Winkel 0<2n/l, die CouLOMB-Streuung die Haupy 
rolle, bei Winkeln 3 > 2n/l, aber die Beugungsstreuung. | 
Der Streuquerschnitt in den verschiedenen Winkelgebieten ist durch folgen 
Formeln bestimmt i} 


und 0,(0) = 


4 2 
910) = Fam KR9 <2n, 
2 (3) 
2 72 | 
oa ae KRO > 2n. 


Wir bemerken, daB die Amplituden der COULOMB-Streuung und der Beugung} 
streuung fir n<1 bei 0 ~V2n/l, groBenordnungsmaéBig miteinander tbe} 
einstimmen. Wenn aber n> 1 ist, stimmen diese Amplituden bei @ ~ 2n) 
nicht tiberein, und zwar ist das Amplitudenverhaltnis der COULOMB- und di 
Beugungsstreuung der Gré8enordnung nach gleich Yn. Die Amplituden si 

einander gleich bei # ~ 4n?/I, und erst bei groBeren Winkeln wird die Amplitu 


der Beugungsstreuung gréBer als die Amplitude der COULOMB-Streuung. F 

0 ~ 2n/l, nimmt der Streuquerschnitt der GréBenordnung nach plotzlich a 

1/n seines Wertes ab. 
Da der Querschnitt der Beugungsstreuung im Mittel umgekehrt proportio | 
der dritten Potenz des Streuwinkels ist, und nicht der vierten Potenz wie by} 
der Streuung in einem reinen Coulombfeld, kann man sagen, da eine Streuu | 
um groBe Winkel durch das Vorhandensein eines absorbierenden Kerns wah| 
scheinlicher wird. Infolgedessen ist der mittlere Streuwinkel viel gréRer als | 
der reinen COULOMB-Streuung. | 


5. Das Huygenssche Prinzip 


des Querschnitts der elastischen Streuung unter Beriicksichtigung der Bonga af 


i 


der einfallenden Teilchen zu kennen. Dieses Bild reicht aber schon nicht mel 
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Teilchen zu bestimmen sowie die Querschnitte der Beugungs-Paarbildung; denn 
zur Berechnung der entsprechenden Matrixelemente miissen die Wellenfunk- 
funktionen der Teilchen bekannt sein. Aber bei hohen Energien der Teilchen, 
fiir die wir uns interessieren, sind kleine Impulsiibertragungen auf den Kern, d. h. 
groBe StoBparameter, wesentlich. Daher reicht es zur Berechnung der Matrix- 
elemente aus, wenn wir die Wellenfunktionen der Teilchen auBerhalb des Kerns 
im Gebiet der Wellenzone kennen. In diesem Gebiet kénnen wir die Wellen- 
funktionen mit Hilfe des optischen HUyGENSschenPrinzips finden, das wir jetzt 
formulieren wollen. 

Das HuyGEnssche Prinzip stellt einen Zusammenhang her zwischen dem Wert 
der Wellenfunktion in einem gewissen Punkt r und den Werten der Wellen- 
funktion auf einer geschlossenen Flache S, die diesen Punkt umgibt. 

Wir betrachten zunachst Teilchen mit dem Spin Null. Das Huygenssche Prin- 
zip fiir eine skalare Gleichung?) 


JS 
Ay+py=0 
kann folgendermaBen formuliert werden gohie 2R -f- CQL. 
ah B e' DP (r—e) 
dah, aes = o| P(e) ds, (32) ) ty 
Bild 3. Bild 4, 


wo auf der Flache S liegt. (ds ist ein Element dieser Flache.) 

Im folgenden wollen wir fiir S immer eine Ebene wahlen, die durch die Mitte des 
Kerns verlauft und senkrecht auf dem Impuls p des auffallenden Teilchens steht 
(vgl. Bild 3). 

Wir wollen zuerst annehmen, daB der Kern absolut schwarz sei. Dann muB sich 
die Integration in (32) tiber die Ebene S erstrecken mit Ausnahme eines Kreises 
vom Radius R&. Die Wellenfunktion der auffallenden Teilchen mége die Form 


Yp(") = er”. 
haben. Setzen wir diesen Ausdruck unter dem Integralzeichen in (32) ein und 
integrieren tiber die ganze Ebene S einschlieBlich der Kreisflache vom Radius R, 
so erhalten wir offensichtlich die Funktion pp(r). Daher kénnen wir das 
HuycEnssche Prinzip fiir einen absolut schwarzen Kern in der Form schreiben 
p “eip|r—e| 


~ {1 — Q(e)} de, (33) 


Ce 
Vit) ore 2nt) |r—pe| 


| | wo §2(o) durch die Formel (1) bestimmt wird und die Integration sich tber 


die ganze Ebene S erstreckt. 

Das in dieser Beziehung auftretende Integral stellt die auslaufende Beugungs- 
welle dar, deren Amplitude im Gebiet des Schattens hinter dem Kern sehr klein 
ist. (Dieses Gebiet ist im Bild 4 mit (+-) bezeichnet.) 

In groBen Entfernungen vom Kern kann man die Funktion y(r) in der Form 
1) Wir verwenden hier und weiterhin ein System von Einheiten, in dem c = h = 1 ist; 
p bezeichnet den Impuls des Teilchens. 


8* 
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darstellen, wo 


(0) = 5” [ {1 — 2@)} eww dp (38 


(p’ ist der Impuls des gestreuten Teilchens.) Diese GréBe ist offenbar die Ampli- 
tude der elastischen Streuung. Sie stimmt mit dem friiher nach einem andere 
Verfahren erhaltenen Ausdruck (4) tiberein, wenn wir L = 1 setzen. | 
Formel (33) bietet die Moglichkeit, die Halbdurchsichtigkeit und das COULOMB: 
Feld des Kerns zu beriicksichtigen. Hierzu miissen wir die GréBe 2(0) unter dem 


| 
Integralzeichen in (33) durch Q% (0) ersetzen: | : 
| 


{1 — Qs (e)} dp. (35) 


(+) Dien (neiZs =e 


Yp (r) = cpr — 


2xiJ |r —@| 


Wir haben die Wellenfunktion hier mit ee (1) bezeichnet, um zu unterstreichen H 
daB sie in groBen Entfernungen vom Kern die Superposition einer einfallenden| 
ebenen und einer auslaufenden gebeugten Welle darstellt. | 
Kine solche asymptotische Darstellung mu8 bekanntlich [26, 27] die Wellen-| 
funktion eines Teilchens haben, das bei dem StreuprozeB verschwinden kann! 
Insbesondere muB die Wellenfunktion des Anfangszustandes bei der Brems.| 
strahlung eine solche asymptotische Darstellung haben. 
Wenn bei der Streuung ein Teilchen entsteht, so muB seine Wellenfunktion im 
groBen Entfernungen vom Kern asymptotisch die Form der Superposition 
einer einfallenden ebenen Welle und einer einlaufenden Kugelwelle haben. | 
Wir wollen bemerken, da8 der Charakter dieser asymptotischen Darstellung 
eine einfache physikalische Interpretation zulaBt. Wenn wir die ebene Welle in 
einlaufende und auslaufende Wellen zerlegen, so werden in der Funktion des} 
Anfangszustands fiir r—> oo nur die einlaufenden Wellen Amplituden habenj} 
die nicht von der Natur des Streuers abhangen; die auslaufenden Wellen werden| 
dagegen vollstandig durch das Kraftfeld des Streuers bestimmt. Das entspricht| 
dem Fall, da8 die Teifchen im Anfangszustand auf den Streuer fallen. Analog! 
kénnen in den Funktionen des Endzustands fiir r > oo nur die auslaufenden} 
Wellen Amplituden haben, die nicht von der Natur des Streuers abhingen; dial 
einlaufenden Wellen miissen dagegen durch das Kraftfeld des Streuers bestimm 

sein. ~ 
Wir wollen noch einen fiir die spiteren Uberlegungen notwendigen Ausdruck fii 
eine Wellenfunktion angeben, die vom Kern gebeugt wird und ein Teilchen be} 
schreibt, das durch die Streuung entsteht: 


i; 
‘ 


ys (r) = elPr + ee} tt — Q (0)} resale, 


Diese Funktion unterscheidet sich von Yo dadurch, da8B unter dem Integral;| 
zeichen hier nicht e'? |» — e|, sondern e~!?'*~¢l auftritt; auBerdem kommt dari a 
nicht 2%, sondern Q% vor. In groBen Entfernungen stellt diese Funktion die} 
Superposition einer einfallenden ebenen Welle und einer einlaufenden Kugel | 
welle dar (unter Beriicksichtigung der Halbdurchsichtigkeit des Kerns und 
seines COULOMB-Feldes). aa 
Wir kénnen uns leicht davon iiberzeugen, daB das Schattengebiet hir die Funk: 


tion yo vor dem Kern liegt, wie es Bild 4 zeigt [Gebiet (—)]. 
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Durch die Ausdriicke (35) und (36) ist das verallgemeinerte HUYGENSsche Prinzip 
fiir skalare Teilchen formuliert. Nun wollen wir das HuyGENSsche Prinzip fir 
Teilchen mit dem Spin 1/, formulieren [4]. 

Wir zeigen, da8 fiir monochromatische Spinorwellen, die die DrRAc-Gleichung 


rs) 
(v5, Met m) ve ai 
erfiillen, wo m die Masse des Teilchens ist und y, Matrizen sind, die den Bedin- 
gungen 
Vive + evi = 20x 
geniigen, die Beziehung 


1 0 i hae oa w Gem 
yp (1) = aq | (vgp— 22-7) —- nyp(1’) ds’ = 


Jameel 
S 


= ; Scat show "dp ds! 37 
~ Gap} SSO 9 ai) rab ie 8 a A pds (37) 
p 


besteht, wo p = / H? — m? und n der Einheitsvektor in Richtung der auBeren 
Normalen auf S ist. 

Hierzu verwandeln wir das Flachenintegral in ein Raumintegral und benutzen 
dabei, daB 


Yeo yp(r’) = (Ly, — m) p(t’). 


Die rechte Seite von (37) nimmt hierbei die Form 


0 ep |r—r’| 


1 0 ; po 
x= — 7 | (vg +768 +m) (y 55+ ra — m) Syl) a ot 
1 ep |r-r’ | 
eee Fe OD ene ee / / 
== yf et Sve) ar 
an; es ist aber 
e’pr 
(4, + p*) —— = — 4nd(r). 


Daher ist 
X= y(r). 


Die Beziehung (37) ist das HuyGENSsche Prinzip fiir Spinorwellen. 
Wir schreiben (37) in einer Form, die (33) analog ist. Auf einen absolut schwarzen 
Kern moge die Spinorwelle 


yp (1) = Up e'P” 
fallen, wo up die Spinoramplitude ist, die die Normierungsbedingung 


es 
Up tp =1 
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erfillt. Dann ergibt das HUYGENSsche Prinzip (37) 


ep |r—e| 


1 7) 
= — SS — eS ipod A 
y (Pr) ag | (vas y,H m) yn rey Q(0) Up e e 
s 


wo sich die Integration tiber die ganze Ebene S erstreckt, die senkrecht auf py 
steht und durch die Mitte des Kerns verlauft. Diesen Ausdruck kénnen wir in: 
| 
et? |r—o| 


1 ) 
y(r) = Up Pr — ri (v 55 — 7.8 —m) ¥" ir 6] {1 — Q(0)} upde (38) 


der Form 


schreiben. Der zweite Summand in der letzten Formel stellt eine um den Kern 
gebeugte Welle dar. In groBen Entfernungen vom Kern hat y(r) die Form eine 
Summe aus einer ebenen Welle und einer auslaufenden Kugelwelle 


; aids | 
v(t) = upePr + —— ay f(8), 
wo 
ip 
2% 


f(0) = 5 up up [ {1 — Q(0)} ef -Pe do. (39) 
| 


Diese GréBe ist die Amplitude der elastischen Beugungsstreuung von Teilchen} 
mit dem Spin 1/,. Der differentielle Querschnitt der elastischen Streuung ist mi 
{(®) durch die Beziehung (9) verkniipft. | 
Wir summieren das Quadrat des Betrages von /(®) iiber die endlichen Zustande} 
des Teilchenspins und bilden das Mittel tiber die Anfangszustinde. Das kan 
mit Hilfe der Formel 


oy > |Up Up|? = 1 — v? sin? - ; 
geschehen. Dadurch erhalten wir folgenden Ausdruck fiir den Querschnitt der} 


elastischen Beugungsstreuung von Spinorteilchen durch einen absolut schwarzen 
Kern [17] 


fo) 2 


Jos teat i | 
Ger Leal ee fa — Q(0)} Jo(pe sin #) @dg| p®do. (40}} 
| ! 


Dieser Ausdruck unterscheidet sich von dem Streuquerschnitt skalarer Teil}} 
chen durch den Faktor 1 — v? sin? 9/2. 


Wenn wir in der Formel (38) Q(g) durch Q% (0) ersetzen erhalten wir eine/ 
Formulierung des HuyGENsschen Prinzips fiir geladene Spinorteilchen, in det} 


sowohl die Halbdurchsichtigkeit als auch das CouLOMB-Feld des Kerns beriick;| 
sichtigt wird | 


1 0 ) e'P |r—o| | 
+) — ipr __ eA aS wk Oe \ 
i peat 4m, es Be ) Tr — el e pln hae 3 si 


Asymptotisch wird diese Funktion fiir groBe r als Superposition einer ein} 


ania ebenen Welle und einer auslaufenden gebeugten Kugelwelle dar} 
gestellt. : | 
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Analog zu (41) kann man auch einen Ausdruck fiir die Wellenfunktion y@ (r) 
angeben, die in grofen Entfernungen vom Kern die Superposition einer ein- 
fallenden ebenen Welle und einer einlaufenden gebeugten Kugelwelle darstellt 


1 7) e- 1p|r-e| y 
C) ne Cy pee oa aie Oe 
yO (1) = upe'P ney (¥ 55 y.Em) lr— 6 {1 — 25 (0)} ynupdp. (42) 


Durch eine Funktion dieses Typs mu8 man den Endzustand des Protons 
bei der Beugungsemission eines Photons durch ein Proton beschreiben sowie den 
Zustand des Protons und Antiprotons bei der Beugungs-Paarbildung eines 
Proton-Antiproton-Paares durch ein Photon. 


6. Die Beugungs-Emission von Photonen durch Pionen 


Wir gehen nun zur Behandlung von Beugungsprozessen tiber, an denen Photonen 
beteiligt sind. Wir wollen mit der Behandlung der Beugungsemission eines 
Photons durch das skalare geladene Teilchen eines Pions beginnen [J]. 
Diesen ProzeB kann man mit Hilfe der Stérungstheorie untersuchen, wenn man 
die Wechselwirkung zwischen dem Pion und dem elektromagnetischen Feld als 
eine Stdérung ansieht. 

Wenn wir ,, Punkt‘‘-Wellenfunktionen des Teilchens verwenden, ist die Emission 
eines Photons bekanntlich ein Effekt erster Naherung der Storungstheorie. Bei 
der Untersuchung der Bremsemission eines Photons durch ein Elektron im Cou- 
LOMB-Feld des Kernssind die Wellenfunktionen eines Elektrons im COULOMB-Feld 
des Kerns, die zum kontinuierlichen Spektrum gehdéren, derartige Funktionen. 
In dem von uns betrachteten Fall sind die ,,Punkt‘‘-Funktionen Funktionen 
der Art (35) und (36), die sowohl die Beugung der Wellen um den absorbierenden 
Kern als auch sein COULOMB-Feld beriicksichtigen. 

Die Streumatrix der ersten Naherung hat bekanntlich die Form [27]. 


SO iy u(t) Ane) ase 


wo j,(x) der Dichteoperator des Teilchenstroms ist und A,(x) der Potential- 
operator des elektromagnetischen Feldes. Fir skalare Teilchen ist die Strom- 
dichte mit dem Feldoperator durch die Beziehung [27] 


ON eg romeety 
jn(e) = de (p Geo — pr 2) (43) 


verkniipft. Wir betrachten den mit der Emission eines Photons verknipften 
Ubergang des Pions aus einem Zustand mit dem Impuls p und der Energie H 
inden Zustand mit dem Impuls p’ und der Energie H’. Die Wellenfunktionen dieser 
Zustande haben nach den Ergebnissen von Abschnitt 5 die Form 


Lie fc : eip |r—el 
(+) fe. Dy ae ey nee ae pee ESET] ; 44 
v5" (r) = a fe Pak 20 ae 
e- ip’ |r-e| 


yy (r) = ws fer’ + fe / (t= (0) ae|. ae) 


Die erste Funktion ist fiir r—» oo die Superposition einer ebenen einfallenden 
Welle und einer auslaufenden Kugelwelle, die zweite die Superposition einer 
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ebenen Welle und einer einlaufenden Kugelwelle. Diese asymptotische Dan 
stellung entspricht dem Verschwinden eines Teilchens im Anfangszustand unt 
dem Auftreten des Teilchens im Endzustand. 
Die Funktionen wurden so normiert, da8 sich im Einheitsvolumen ein Meson be 


findet. (Aus diesem Grunde steht vor der ebenen Welle der Faktor 1 / V22.) 
Als A,(x) mu8 man in den Ausdruck S® das Potential einsetzen, das de 
Emission eines Photons entspricht. Wenn wir mit w, k und e, die Frequenz, de 


Impuls und die Polarisation des Photons bezeichnen, ist 


e , | 
A,(a) = —K e-ilker— ot), (4 
ae V2o 

(Das Normierungsvolumen wird gleich Eins angenommen.) 

Wir bemerken ferner, da8 der mit dem Ubergang Wp (vr) > yo? (1) verkniipfte 
Strom nach (43) gleich 

- 0 
: res (Ed) (+) . 
ju(t) = — 2ie wp dz, Vp | 


ist, und erhalten nach Integration iiber ¢ den folgenden Ausdruck fiir da 
Matrixelement des Ubergangs 


Si; = 2ntU;.., 6(E — E’ — a), 
wo 
2e 7 (-)s (+) ike J of 
U>;.; = — y (r) (eV “(r) eth dr. (4 
f yaa! ¥ ) ( ) Yp | 
Die Wahrscheinlichkeit eines Ubergangs in der Zeiteinheit ist gleich 
w = 27 |U;..;\2¢(E — EB’ — o). 


Multiplizieren wir diesen Ausdruck mit dk dp’ /(2)® und beseitigen die 6-Fur re 
tion durch Integration iiber die Energie des Mesons im Endzustand, so erhaltet} 
wir nach Division durch die Dichte des Mesonenstroms im Anfangszustanq 


v = p/E den differentiellen Querschnitt der Emission eines Photons durch eit| 
Pion: 


SM _)* ow? dw 
doy = - I vp () (er) pS? (wy eter dr|* aye 2r de", (47H 
wo do, und do’ die Raumwinkelelemente sind, in denen k und p’ liegen. 
Bei der Berechnung des darin auftretenden Integrals ist zu beachten, daB — wit 
in den vorhergehenden Abschnitten erklart wurde — die Beugungsbetrachtung] 
nur im Gebiet kleiner Streuwinkel ihre Berechtigung hat. In dem betrachteter} 
Fall miissen der Winkel zwischen den Impulsen des Pions im Anfangs- und 
im Endzustand sowie der Winkel zwischen dem Impuls des Photons und den} 
Anfangsimpuls des Pions klein sein. Unter diesen Bedingungen wird dai} 
Integral von dem Produkt der gebeugten Wellen in (47) [zweite Summanden ir 
(44) und (44’)] gleich Null. Tatsachlich tiberdecken sich die Schattengebiete i 
den Funktionen yj}, (r) und pp (7) bei kleinen Winkeln nicht..Daher sind di¢ 
Beugungsfunktionen in verschiedenen (im Bild 4 nicht schraffierten) Gebiete 
von Null verschieden, und das Integral ihres Produkts ist gleich Null. 
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Ferner wird das Integral des Produkts der ebenen Wellen gleich Null; denn 
dieses Integral unterscheidet sich nur dann von Null, wenn p — p’ — k = 0 ist. 
Diese Bedingung kann aber offensichtlich nicht erfiillt sein, da Impuls auf den 
Kern tibertragen wird. Also kommt das Integral in (47) auf folgenden Wert 
hinaus 


ik | pp (r) (eV) pp? (nr) eter dr = 


° re ip’ |r—e| ; i 
=o” | | frag (1 — Mle) (er) etm dp ar — 


* ( etp|r—e| ae Ate. 
= p| | [ra] (t — 20) (eP) ete +r de ar), (47) 
Unter Verwendung der Beziehung 
i 
[ies ar = - 22 (48) 
if YS Rat 


]aBt sich M in der Form schreiben 


ep’ ey Mee: 
M=——P | inte 1— Q(0)} dp + 
p— |p’ +K\, { e)} dp. 
e ; 
+ areata 1 — Q(0)} dp. (49) 
p — |p —k| { e)} de 
Wir wollen den Kern als absolut schwarze geladene Kugel ansehen. Unter 


Heranziehung des Ausdrucks (25) fiir 2(0) erhalten wir, wenn wir beachten, daB 
die Winkel zwischen p, k und p’ klein sind, fiir M folgenden Ausdruck [11] 


id ( ep) 2 ep || Beatle + FSB) oo inixy a 
Piety sell Mee aa BK |p’ d’ + kS| 
2in Fe 
perms | RMS, (lo dak Blo) de s (49’) 
+ per + 48] J i(|P |e) de 
wo 9 und 9 zweidimensionale Winkelvektoren sind, die durch die Beziehungen 
pa PP pi ye, 

Pp 
kp 
2 


definiert sind. 
Der iiber die Polarisation des Photons summierte Querschnitt der Beugungs- 


emission ist [77] 


op | Rib + alk), 2in 
4n3 p 6+ n| B+% 


2 
x J, (u|8 +n] e) de (; 


e2i(n(o) — (RB) yg 


Bente 
oo, = 


its 
5 0 \ ea dy, (50 
ror Aes aa & dn, (50) 
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wo yt die Masse des Mesons ist und 


7 


E E 
= — §, = — (# — 9). 
5 n Fn 


Nun stellen wir die Bedingungen fiir die Anwendbarkeit dieser Formeln fest 
Hierzu schatzen wir das Gebiet der wirksamen Entfernungen vom Kern ali 
die den Hauptbeitrag zu dem Integral Jf liefern. 

Aus der Formel (48) folgt, daB Entfernungen von der GréBenordnung 


1 
rr & ——_——_ 

" p—|p' +h] 
in (47’) wirksam sind. Ziehen wir das Gesetz von der Erhaltung der Energi 
heran, so kénnen wir diesen Ausdruck in der Form 

By ee ee 

© -k(u8 + p* 3?) 
darstellen, wo uw die Masse des Pions ist. Hieraus folgt: Wenn EF > u 
0< w/E ist, dann ist re > E/u? S> R. Das rechtfertigt die Vernachlassig 
des Gebiets innerhalb des Kerns oder Nukleons. Wir bemerken noch, daB ma 
das Nukleon fiir 2 > yw als schwarz annehmen kann. 
Den Ausdruck fiir den Querschnitt der Beugungsstrahlung erhielten wir unte 


Wechselwirkung des z-Mesons mit dem Nukleonenuntergrund mu8 aber 2 
einem ,,Verschmieren‘‘ der Ladung des z-Mesons iiber ein Gebiet fiihren, dal 
Abmessungen von der GréBenordnung 1/u hat oder kleinere. Ist die Bedingu : 
ret >> R erfullt, so erfolgt die Emission in groBen Entfernungen vom Ker 
Daher mu8 der Hinflu8 der elektrischen ,,Abmessungen‘‘ des 2-Mesons auf di 
Emission des Photons unter diesen Bedingungen dazu fiihren, da8 ein ,, Forni 
faktor“’ des ~-Mesons auftritt [7]. Dieser ,,Formfaktor’, den wir mit F, b 
zeichnen wollen, ist eine Funktion der invarianten Frequenz des Photons i 
Ruhsystem des z-Mesons 


Eo—pk 
reese (: a) ; pk) 
ll 
Wenn EF Su und # <1, so ist 
‘@ Ew 
F, =F; eee oe 9 52t 
lox 22 \ 


Bei kleinen Werten des Arguments ist der ,,Formfaktor“ gleich Eins, bei groBe 
Werten des Arguments strebt er gegen Null. : | 
Bei der Einfiihrung des ,,Formfaktors“ ist folgendes zu beachten [J]. 
1. Die Emission des Photons hingt nicht von den Einzelheiten ab, die det 
ZusammenstoB des z-Mesons mit dem Kern charakterisieren. Wesentlich i 
nur, daB die Wellenfunktion des a-Mesons fern vom Kern bekannt ist. Dah 
kann der Kern keinen gréBeren Einflu8 auf die Eigenschaften, des Nukleonet 
vakuums haben, das das z-Meson umgibt, und folglich konimt it der Emissic 
die Struktur des ungestérten Teilchens zum Ausdruck. ‘ 
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2. Bei der Beugungsstrahlung diirfen sich die invarianten Frequenzen des 
Photons in den Ruhsystemen, die mit dem einfallenden und dem gebeugten 
Meson zusammenhingen, nur wenig voneinander unterscheiden. Das fihrt bei 
kleinen Winkeln zu der Bedingung 


2 
HE — (9 — WP HY — Oe aa <1 (53) 


3. SchlieBlich muB vorausgesetzt werden, daB die z-Mesonen bei der Beugung 
nicht zu groBe Beschleunigungen erfahren, da diése Beschleunigung andernfalls 
einen Kinflu8 auf die Form des z-Mesons ausiiben kann. Hieraus kann man 
schlieBen, da8 die Einfiihrung des ,,Formfaktors‘‘ die Bedingung auferlegt 


aw? EE’ 
ee ee pee y V4 , 
wah a ae (53’) 
Diese Bedingung zeigt zusammen mit der Bedingung (53), daB fiir die Ein- 
-fihrung des ,,Formfaktors‘‘ die Ungleichungen 


D2 ee ge ee (54) 
2B’ Bow 


erfiillt sein miissen. Hierbei hangt der ,,Formfaktor“ nur von w & ab: 


2 
ers (=): (55) 
2 
Wenn die Bedingung (53) nicht erfiilt ist, verliert der einfache Begriff des 
»formfaktors‘‘ seinen Sinn, und an seiner Stelle tritt in den Formeln fiir die 
Intensitaét der Strahlung eine kompliziertere GréBe auf, die mit den beiden 
invarianten Frequenzen des Photons zusammenhangt und den EinfluB der 
Beschleunigung beriicksichtigt, d. h. die noch die Invariante 
w? IL EE’ ¥ 
2 EE’ 2" 


enthalt. 
Sind die Bedingungen (53), (53’) und (54) erfillt, so wird der Emissionsquer- 
-schnitt nicht durch (50), sondern durch die folgende Formel bestimmt [J, 11]: 


RJ, (w?|§ + |B) 
lg + y| 


e2 2 


~ 4x8 


+ 


f ‘Ew — pk 
do, amass -*) 


ue 


tn fey (i aeem 
era (a) A wl6 + ale) de (atta! em 
R 


Setzen wir darin n = 0, so erhalten wir die reine Beugungsstrahlung [J] (ohne 


, Formfaktor‘‘) 


ep’ EE Ne ay 6 n yea dnieasa 
=i > e+ ae eae cae Edy. (57) 


b 
do, 
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Setzen wir aber R = 0, so erhalten wir unter Beachtung der Formel 


co 


[ eine J, (ul§ + | @) do 


0 


< Q2in prin (1+ in) 
~ (BS * alert Pd — 12) 


den bekannten Ausdruck fiir den Querschnitt der Emission eines Photons dur¢ 
ein ultrarelativistisches 7-Meson im CoULOMB-Feld des Kerns (bei kleinen Stre: 
winkeln) [28] 


: 2 2 w/ 1 20 | 
doe OB ( ee ) 2 ae an, (54 


mp wera \+e ite 


Wir sehen also, da das verallgemeinerte HUYGENssche Prinzip, das gena} 
genommen fir K> 2 gilt, im Gebiet ultrarelativistischer Energien und klein] 
Streuwinkel zu dem richtigen Wert des Querschnitts der Emission ein} 
Photons im reinen COULOMB-Feld eines punktformigen Kerns (R = 0) fihy 
Das hangt damit zusammen, daB die Emission bei kleinen Streuwinkeln fe] 
vom Kern erfolgt. In diesem Gebiet kénnen die Wellenfunktionen praktis¢ 
aber aus der Betrachtung des Beugungsbildes mit Hilfe des HuYGENssché 
Prinzips bestimmt werden. | 
Da die Emission fern vom Kern stattfindet, kann man bei der Berechnung dj 
Matrixelements M von Anfang an die asymptotischen Ausdriicke fiir di 
Funktionen yj (r) und pp (r) fiir r > 00 | 
| 


1 i 
Pee) ~ ae fore +) an, 


=) 1 See LY Lip aenc > 
Wp’ (n) es foe te re | 


verwenden, wo f{+(p) und f-(p’) offensichtlich die Amplituden der elastische 
Streuung der Mesonen darstellen. Berechnen wir M mit solchen Funktiones 
so erhalten wir unter Beriicksichtigung des ,,Formfaktors F, folgenden Au 
druck fiir den Querschnitt der Emission eines Photons i? |: 


1 


Daulcieay lay Wat de ee A 
AU ara = |F.| aol (P+ ial (Pp) 
Dieser Ausdruck zeigt, daB der Querschnitt fiir die Emission eines Photo 
wesentlich durch die Amplitude der elastischen Streuung (und natiirlich dur 
den ,,Formfaktor“ des Mesons) bestimmt ist. i| 
Wir wollen den Emissionsquerschnitt (50) mit dem Querschnitt fir die elastiscl} 
Streuung der Mesonen vergleichen. Bringen wir diesen auf die Form 


2dw 


do, = 0,(b) a, rs 8) 


wo 


oo . : 2 
RJ, (w0R) Bin P(g \tin | 
| a c | (4) J, (ul 0) doy. (6¢ 
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ist, so sehen wir, daB 


am ep’ ( n_\ do 
doy = 0, (§ +.7) reps (; a hese ca =) a dE dn (61) 


ist. Der Emissionsquerschnitt unterscheidet sich also von dem Querschnitt der 
elastischen Streuung durch den Faktor 


pte Dinan § n \'dw 
w=7F (Sa + tal 46 an. (62) 


Wir wollen noch einmal unterstreichen, daB die Beziehung (61), die den Quer- 
schnitt der elastischen Streuung mit der Streuung unter Emission eines Photons 
verkniipft, fiir ultrarelativistische Energien und kleine Streuwinkel giiltig ist. 
Spater werden wir sehen, da8 eine Beziehung vom selben Typ auch fir Teilchen 
mit dem Spin 1/2 besteht. 

Wir gehen nun zur Bestimmung der spektralen Verteilung der Beugungs- 
strahlung tiber. Hierzu integrieren wir (56) tiber § und yn. Wenn wir annehmen, 
da8 sich der ,,Formfaktor“ nicht von Eins unterscheidet, so erhalten wir durch 
Integrieren [I] 


& p dw [ _..|RJ;(2uRq) in (2uRq)-2*" 
do, (0) = EC f iq) |e 4 Ce 


J q Us ¢’ 
0 
oo 2 
SOL SACL all gags (63) 
2uRq 
wo 
2¢@+1 es BF 
q) = ——— In(g+ V1 + #) - 1. 
qVi+¢@ 


Im Grenzfall n < 1 hat dieser Querschnitt die Form der Summe des Quer- 
schnitts der reinen Beugungsstrahlung [do;(o)] und des Querschnitts der 
Bremsstrahlung im CouLomB-Feld eines langgestreckten Kerns [do‘,(w)] 


do,(w) = do,(w) + do5(w), n<1 (64) 
wo . 
b eR p’ do [,, PM 5, & PI pnp 
do,(o) = — ie Jj (24 Rq) F IN Fu ee (uf), 
{ (65) 
d ent p dw i ,, PG)name p dan’ 
do,(w) = a cen J) (2 Rg) - dq= = ara. n° (uBR, dm) - 
Im 


Die Integration in der letzten Formel erfolgt von einem gewissen Minimalwert 
dm = 0 4/H E’ an, der sich aus den Erhaltungssatzen ergibt. Bei volistandiger 
Abschirmung des Kernfeldes durch die Elektronen ist als untere Grenze der 
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Wert gm = Z'sm,/137 uw zu nehmen (m, ist die Masse des Elektrons). Dabei han 
die GroBe n°(uR,g,) nicht von w ab. Der integrale Querschnitt der Emissiq 
eines Photons mit einer Frequenz groBer als w wird in diesem Fall gleich 


E 
: e? n? E @ 
EA Bape piles ae Eee Pees 6) 
| a0,(o) = (Rew +7 we) (In +S), (6) 
und der gesamte Energieverlust des Teilchens bestimmt sich aus der Formel 
E 
e 2 wb m* € 6 
. odo,(w) = 5— E sonigethiany TOE (6) 
° 
Im Grenzfall Ryu > 1 (fiir schwere Kerne) vereinfachen sich die angegeben¢ 
Ausdriicke sehr stark 
2,3e2R p’ d 
dg (@) Se ee | 
4m *& Pp @ 6 
‘ 4e2n? yp’ 2EE' dw | 
do,(@) 


~ 32m p ” Ro o- | 
Bei vollstandiger Abschirmung des Kernfeldes durch die Elektronen wird dij 


integrale Querschnitt der Emission eines Photons mit einer Frequenz eroBi 
als w gleich 


E 


23eR n? 137 Eo | 
| do,(e < 47 rs (1 ee wR Le ee (in ew - a (64 


@ 


Die angegebenen Formeln fiir den Emissionsquerschnitt wurden unter der Va 
aussetzung abgeleitet, daB der Kern absolut schwarz ist. Will man beriici 
sichtigen, da8 der Kern halbdurchsichtig ist, so mu8 man — wie schon friih 
bei der Formulierung des HuyGENsschen Prinzips erklart wurde — die Funkti 
23(0) statt Q(0) verwenden. Wenn man annehmen kann, daB der Kern | 
scharfe Grenze hat, wird 2,(0) durch die Formel (18) bestimmt. 
In diesem Falle fihrt die Ersetzung von Q(e) durch 23(g) dazu, daB in (6) 
die GréBe RJ, (2uRq)/q durch 


1 


2u R* | (1 — e- BRViI-0*) J, (Qu Rq y) ydy 


0 


ersetzt werden mu8. Wir wollen diesen Ausdruck aber nicht eingehend! 
behandeln. 


7.Emission eines Photons bei der Absorption eines Pions durch einen Kern} 
oder ein Nukleon 


AuBer der Beugungsemission eines Photons durch ein m-Meson, das fern vo} 
Kern vorbeifliegt, gibt es noch einen zweiten Strahlungsmechanismus, der oy 
dem direkten Einfang des x-Mesons durch ein Nukleon oder, einen Kern z'| 


Wy 
sammenhangt. Diese Strahlung wollen wir als Stillegungsstrahlung 
zeichnen [J]. 


aa. - a 
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Zur Bestimmung der Wabrscheinlichkeit der Stillegungsstrahlung kann man 
| die Methoden der gewéhnlichen Stérungstheorie nicht verwenden, da das 
_-Meson im Endzustand vom Kern absorbiert ist. Die Ermittlung dieser Wahr- 


scheinlichkeit erfordert daher eine spezielle Betrachtung. Sie kann folgender- 
mafen durchgefiihrt werden [1]. 
Wir gehen von der Gleichung 


0? : 
i yes wt) y = — 2ieAVyp (70) 


aus, die den Zustand eines w-Mesons (auBerhalb des Kerns) in Anwesenheit 


eines elektromagnetischen Feldes A beschreibt. Fiir A wollen wir ein Potential 
annehmen, das einem emittierten Photon mit dem Wellenvektor k, der Frequenz 


_@ und der Polarisation e entspricht und durch die Formel (45) bestimmt ist. 


Da die Ladung e < 1 ist, kann man in dem Glied, das das elektromagnetische 
Feld enthalt, y durch die Wellenfunktion des einfallenden z-Mesons 


ei(pr — Et) 


Yo = V2E 


ersetzen. Wir erhalten also eine inhomogene Gleichung zur Bestimmung der 
Funktion y = @(r) ce" 8", Lh = LE—w 


(— EB? 4 p2 + A) @(r) = — ie <P cip-wr, (70’) 
VEo 
_ Wir beachten, daB die GREENsche Funktion der Gleichung (p+ 4) G(r) = 0 
_ die Form 
sali oie’ |r-r"| 
o(T, 1”) = 4x |r —?’| 


hat und erhalten unter Verwendung von (48) folgende Gleichung (70’) 


Se CD peri h— 


® (r) = ef (p-k)r' dr! — 


— 4x VEo!) |r —?"'| 


_ te ep 1 
2 VEop' p —|p—k| 


ep—k)r pf — V(E — w)? — p?. (71) 


| Haben wir @(r) an der Oberfliche des Kerns gefunden, den wir als absolut 


schwarz annehmen, so kénnen wir den Strom der vom Kern absorbierten 


_ z-Mesonen bestimmen, wenn im Unendlichen ein Photon auftritt. Dieser Strom 
bestimmt sich aus der Formel (43) (ohne den Faktor e) und ist gleich 


, 


e* (ep)? Pp 
2 Bop? (p’ —|p—k|)P 
Wir dividieren ihn durch die Dichte des Stroms der auffallenden z-Mesonen, 
die gleich v = p/E ist, summieren tiber die Polarisationen des Photons und 
finden den differentiellen Querschnitt der Stillegungsemission 
2 fs 2 
do’ i e2 re 0 E-—w F, (Fe me 


nx ue \2 oF 
(mt) 


J =r i 


dd. (72) 
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Dabei. fiihrten wir auf Grund derselben Uberlegungen, die wir bei der Behand| 
lung der Beugungsemission anstellten, den ,,Formfaktor des a-Meson 
F,, (Zw 87/2) ein. (% ist der Winkel zwischen k und p.) 
Wenn w <F ist, entspricht dieser Ausdruck der klassischen Stillegungs: 
strahlung, die bei plotzlicher Stillegung einer Ladung innerhalb kurzer Zeii 
entsteht. : me | 
Integrieren wir (72) partiell tiber die Frequenzen w, die eine gewisse Minimal) 
frequenz w,, ibersteigen, und tiber die Winkel, die kleiner sind als ein gewisse} 
Maximalwert #y, so erhalten wir 


2 92 
oe = (in ie i i In # Hilt (733 
a € 
Osdy m & 


Zum Unterschied von der Beugungsstrahlung, bei der die Winkel 9 von de} 
GroBenordnung y/H die Hauptrolle spielen, ist das Gebiet der wirksamen Winkes 
bei der Stillegungsstrahlung viel gréBer, aber fir % > V2u?/Ew kann de} 
»Formfaktor“* den Querschnitt stark verringern. Um die Gesamtwahrschein) 
lichkeit der Stillegungsstrahlung mit einer Frequenz des Photons zu erhalten} 
die groBer ist als w,, mu’ man daher (72) bei F, = 1 tiber & von & = 0 bi 


§ ~ V2yu?/EHo und tiber w von w, bis EH integrieren 


E V22/Eo 
o, ey | aay = Re? In? (74 
SCN ICS AB Oy = e* In“ ——. 
=m 9=0 
Der Vergleich dieses Ausdrucks mit (69) zeigt, daB die Stillegungsstrahlung} 


etwas starker ist als die Beugungsstrahlung. 
Die gesamte ausgestrahlte Energie ist gleich [7] 


¥ | 
E, = My odo, = & RE. (75a) 
0 4 


o= 


Beim Zusammensto8 eines schnellen z-Mesons mit einem Nukleon oder eine a) 
Kern kann auBer der Emission eines Photons auch ein Elektron-Positron-Paayl 
gebildet werden. Der Querschnitt dieses Prozesses ist gro fenordnungsma ig} 
1/o = 137mal kleiner als der Querschnitt der Photonenemission. Die Betrachy 
tung dieses Effekts ist aber von gewissem Interesse, da die Registrierung voi] 
Photonen viel schwieriger sein kann als die Registrierung von Paaren. Wir gebel} 
hier das Endergebnis fiir den integralen Querschnitt der Beugungsbildung voi 
Elektron-Positron-Paaren fiir schwere Kerne an, wenn LR > 1 [23] ist, 


3 e4 R? 2.6 ( =) A 11 
Se nS eS > rai ’ 
3 
ao ce 3 weet 
m 


wo m, die Masse des Elektrons ist. Sai | 
Nicht nur bei der Beugungsbildung eines Elektron-Positrqn-Raares durch eiil 
z-Meson kénnen solche Paare gebildet werden, sondern auch bei der Absorptio}} 
des z-Mesons durch einen Kern. Diesen ProzeB8 kann man als Stillegungs-Paan} 
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_ erzeugung bezeichnen. Der Querschnitt dieses Prozesses wird durch die Formel 


2 
pe arn 4 a oa Eva gD pula 1 — : 
37 be m 


(77) 
bestimmt [23]. 


8. Photoerzeugung von Pionpaaren bei der Beugung 


Wir gehen jetzt zur Behandlung der Photoerzeugung von Pionpaaren bei der 
Beugung iiber [2, 12, 7]. Bei groBen Energien der Photonen erfolgt die Paar- 
bildung in groBer Entfernung vom Kern. Daher kénnen wir — ebenso wie bei 
der Behandlung der Beugungsstrahlung — als Wellenfunktionen der m*- und 
z~-Mesonen die Funktionen verwenden, die mit Hilfe des HuyGENSschen 
Prinzips gewonnen werden und sowohl die Absorption der Mesonen durch den 
Kern als auch das CouLomsB-Feld des Kerns beriicksichtigen. 

Unter Heranziehung der Storungstheorie kann man fiir das Matrixelement der 
Bildung eines Paares von z* und a leicht folgenden Ausdruck erhalten: 


M, =ie = five (eV) yt — pt (eV) pt} eihrdr, (78) 


wo k, w, e der Wellenvektor, die Frequenz und die Polarisation des Photons, 
y, und y die Wellenfunktionen des 7*- und des m~-Mesons sind. Da diese 
beiden Teilchen durch einen Streuproze8 gebildet werden, miissen die Funk- 
tionen y, und y_ in groBen Entfernungen vom Kern asymptotisch durch Summen 
einer einfallenden ebenen Welle und einer einlaufenden Kugelwelle dargestellt 
werden. Nach (36) haben die Funktionen mit dieser asymptotischen Dar- 
stellung folgende Form: 


1 i Py e7 iP+ | —e| 2* 
vole) = eae fener + ef Tit — ae eoith ae, 
78’ 
1 ip_r P- eialel aad {4 OF \ d ! 
v0) = ee ideal Tid tag = #0) e- 


_ Wir koénnen uns leicht davon tiberzeugen, daB die groBen Entfernungen von der 
} GroBenordnung reg ~ 2p, p_/u? w > KR in dem Integral von M, die Hauptrolle 
spielen. Mit anderen Worten: Die Paarbildung erfolgt fern vom Kern. Bei der 
Berechnung des Matrixelements M , kann man daher sofort die asymptotischen 
Ausdriicke fiir y,(r) und y_(r) benutzen, die fiir r > oo gelten: 


e'P+? 


jem" + f(r.) 1, 


1 
y. (7) = Vik, 


cai! ete eP_r 
vt) = Tee |e ‘ap r 


Hier sind f,(p,) und f_(p_) die Amplituden der elastischen Streuung des z*- 
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und des z~-Mesons, die durch die allgemeine Formel (28) bestimmt werden 


oo 


f. (p+) = ip. [ {1 — Q7°(0)} Jo(p. 80) odo, 


0 


co 


f-(p-) = ip_ [ {1 — Q5°(@)} Jo(p- 9) ode. (79 
0 


Nehmen wir den Kern als absolut schwarz an, so miissen wir hier einsetzen 
{ 0 fir o9<R 


ati Veet 
ee) |e2ing © fie oh, 


wo 
Ze? E. 
P+ ; 


Wenn |n,|<1 ist, erhalten wir im Gebiet ultrarelativistischer Energien ung 
kleiner Streuwinkel fiir M, folgenden Ausdruck: 


+i (0) =nzlnpz eo, nz =+ 


eg ee ee ae ee 
M, = ie Voatp. p [at (SS ra) Samy — Tau Ra) + 
ne SA ARE Reese e 
+e Vamp. po ate [Jo (2u.Rq) + 2uRgJ, (2p Rg) In p_R] 
SON eR SUR Rg)! \ | 
eae ae oe alas (80) 


wo & und » durch die Beziehungen 


melts 
Pp. = p, (1 — &y?/2p2) aa pe, RE =O, 


atk 
p. =p. (1 — qtt/2 p=) — + uy, ky = 0 


und 
=f 1 
q= 2 (§ +») 


bestimmt werden. 


Der unter Beriicksichtigung des ,,Formfaktors‘‘ des Mesons iiber die Polari: 
sationen des Photons gemittelte Querschnitt der Paarbildung ist gleich [27, 12) 


_ pp, p_ {RJ (2uRq)[ & ie. Ft 
O78 = BB ata? me ici, i an ales at 


=| E 


eli @ Vo @u Ra) + 2u RJ, (2 Rq) In p_R) + 


0 2). 
oh i+ (Jo (2uRq) + 2uRqJ, (24 Rq) In p, n)| 


FP, |? dH, d&dy. (81) 
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Der erste Summand in dieser Formel bestimmt den Querschnitt der reinen 
Beugungs- Paarbildung (do’.) und der zweite den Querschnitt der Paarbildung 


im CouLoMB-Feld des Kerns (do‘.). Eine Interferenz zwischen den beiden 
Mechanismen bei der Paarbildung findet fiir n < 1 nicht statt. 

Setzen wir F,, = 1 und integrieren iiber € und », so erhalten wir fiir 1 R > 1 
folgende Ausdriicke fiir do’, und do’, : 


2 R2 jee 1 

> ares {feane) deck lit ee 

Ears ie be apr e [in ay et ioe et | 

. 2 e? n? T J2(2 R 
do’. = a e(t—e)de | BCEED oq ag, (82) 
dmino 
wo 

2q2+1 ia 

7 (q) = Sar (1 + g?)-/2In(q + V1 + g?) — 1, 
pitt ad 


oo’ Gain, Ab (haie)ais 


Die Maximalwerte Emax = max sind durch den Charakter der Wechselwirkung 
der Mesonen mit dem Kern bestimmt und der Wert von qdmin durch die Er- 
haltungssatze. 


Die integralen Querschnitte 0’, und o%, sind gleich 


b e* R2 1 3 1 
OE SS 12 ene + Emax) + 1 eee | 
(83) 
abe 4 en? e 2 
Se 9b Ol ipted pan 


Wir sehen also, daB der Querschnitt der Beugungs-Paarbildung eines z+- und 
z~-Paares, bei der der Kern nicht angeregt wird, im extrem relativistischen Fall 
nicht von der Energie des Photons abhangt und proportional dem Quadrat des 
Kernradius ist. Der Gro6Benordnung nach ist er gleich 


gant RE, (83’) 


Bei groBen Z ist der Querschnitt der Paarbildung eines z*- und 2~-Paares unter 
der Einwirkung des COULOMB-Feldes des Kerns nur einige Male kleiner als der 
Querschnitt a’. 

Die gefundenen Beziehungen gelten fiir einen absolut schwarzen Kern. Die 
Halbdurchsichtigkeit des Kerns verringert die elastische Streuung und folglich 
auch den Querschnitt der Paarbildung. Die entsprechenden Formeln sind aber 
sehr kompliziert, und wir geben sie hier nicht an. 

Zam SchluB wollen wir noch bemerken, daB sich das virtuell entstandene Paar 
z* und z~ nicht in zwei 7°-Mesonen umwandeln kann [2]. Das hangt mit dem 
Satz von der Erhaltung der Ladungsparitét zusammen. Ein System, das aus 
zwei 7°-Mesonen besteht, hat namlich gerade und ein Photon ungerade Ladungs- 
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paritat. Was den Kern betrifft, so erfillt er nur die Funktion eines schwarze} 
Kérpers und muB8 gerade Ladungsparitét haben. Daher kann der Prozet 
y — 2x° unter den betrachteten Bedingungen, d.h. fir H >, und unter dé 
Voraussetzung, daB der Kern absolut schwarz ist, nicht stattfinden. Hiera | 
folgt, daB die Wahrscheinlichkeit des Prozesses y>a*-+ a viel groBer isi 
als die Wahrscheinlichkeit des Prozesses y — 22°. : 
Bis jetzt haben wir die Beugungsbildung von Pionpaaren durch ein Photo: 
betrachtet. Die Beugungsbildung von Pion- und Nukleonen-Paaren kann abet 
auch bei der Streuung schneller Pionen und Nukleonen (mit Energie? 
E > 10° eV) an einem Kern stattfinden [3]. Solche Teilchen werden vom Ke 1 
stark absorbiert, und dadurch entstehen gebeugte Wellen. Zugleich mit de 
Beugungsstreuung kann aber auch eine Emission von Pionen und vielleicht au C: 
von Nukleonenpaaren stattfinden. Da die Erzeugung der neuen Teilchen hierb¢ 
durch ein Teilchen erfolgt, das nicht in den Kern eindringt, kann dieser Proze} 
als 4uBere Erzeugung bezeichnet werden. 
Der bei diesem Proze8 auf den Kern iibertragene Impuls ist verhaltnismaB 
klein, von der GréBenordnung pw oder kleiner (u ist die Masse des Mesonsy 
Daher wird der Kern nicht angeregt, und es entstehen bei der Erzeugung kein 
langsamen Nukleonen. Die entstehenden Teilchen missen sich im wesentliche4 
in der Richtung der Geschwindigkeit des primaren Teilchens bewegen. | 
Wenn das primaire Teilchen von der Masse M ein Meson mit der Energie i 


erzeugt, mu8 seine Energie viel gréBer sein als A‘ M?/u. GroBenordnungsma By 
ist der Querschnitt der Paarbildung gleich 


a, GA's M2, 


wo g die Konstante der pseudoskalaren Kopplung ist. 


9. Beugungsemission von Photonen durch Teilchen mit dem Spin 1/2 


Beugungsbildung von Nukleonenpaaren durch ein Photon 


Wir gehen nun zur Behandlung der Beugungs- und der Stillegungsemissia} 
eines Photons durch ein Teilchen mit dem Spin 1/2 iiber [4]. Ein solcher Proze 
kann durch Protonen stattfinden, die von Kernen gestreut und absorbie} 
werden. Wir wollen annehmen, da die Protonen der DIRAc-Gleichung g¢ 
horchen, wobei wir das anomale magnetische Moment des Protons zunachi} 
nicht berticksichtigen wollen. | 
Zur Bestimmung des Querschnitts der Beugungsemission von Photonen durq 
Protonen kann man dieselbe Methode verwenden, mit der auch die Beugung 
emission von Photonen durch Pionen untersucht wurde. Dabei ist die Welle}} 
funktion des Protons im Anfangszustand — wie im Abschnitt 5 erklart wurde 3} 
in der Form (41) anzunehmen und die Wellenfunktion des Endzustands in dif 
Form (42). Den Kern wollen wir als absolut schwarze geladene Kugel annehme} 
Das Matrixelement, das der Emission eines Photons entspricht, kann in der For} 


so, = —2niU,.7.6(E — E’ — w) 


geschrieben werden, wo 


| 
4 
4 


e ae Get. a 
Uiy = —— | Pp’ (r) er *r y(n) dr 


V2w 
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und wo p und p’ der Impuls des Protons im Anfangs- und im Endzustand ist. 
Im relativistischen Falle, den wir betrachten, spielen die kleinen Winkel zwischen 


p und k sowie zwischen p und p’ die Hauptrolle. Hierbei vereinfacht sich der 
Ausdruck fiir U;_,, stark: 


é 
ee of tl — tin) F kD + 9S” do x 
| sah e2'n()) Jy (|k + p’%’| 0) odo 
0 


_ fe(f/—m)n . a'(if—m)é 
3 ‘| pf? + pf 

won = p/p, n’ = p'|/p’, f =p — k und f = p’ + &k ist und die zweidimensio- 
nalen Winkelvektoren } und $’ durch die Beziehungen 

p= (p'n)n+ ph, k= (kn)n + kd 
bestimmt sind. Der differentielle Querschnitt der Emission eines Photons ist 
gleich 
dp’ dk 

(220)° ° 

wo v die Geschwindigkeit des auffallenden Protons ist. 
_Mitteln wir den Querschnitt der Emission tiber die Orientierungen des Proton- 


spins im Anfangszustand und summieren wir tiber die Orientierungen des Spins 
im Endzustand, so erhalten wir [1/1] 


do, = a | U;.,|? 6(# — k’ — w) 


co 2 


m | (1 — m0) Jy (mE + alee de| x 


0 


e pp’ 
do, == 473 p 


E Hal sew? (6 +n)? 
ise eq asa\ apy eee ci at 
g= 9, n= = (9-9). 


Fir n < 1 nimmt dieser Ausdruck die Form 


do, = do, + doy, 


Pi, wo 
sen Bh EN SALE Ea Bgl 
a oe (i ee al oan (85) 
a oS E AE hy tel 
wo 16 +n)? 


+ 


dw 
— d& dn. 86 
| on oiekaeratt 
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Die GréBe do; ist der Querschnitt der Beugungsstrahlung und doj der Quer 
schnitt der Strahlung im COULOMB-Feld des Kerns. 
Fir <1 interferieren also die Prozesse der Beugungsstrahlung und de 
Strahlung im CouLOMB-Feld nicht miteinander, und die ihnen entsprechende} 
Querschnitte addieren sich. | 
Der Vergleich des Ausdrucks fiir do, mit dem Ausdruck (57) fir den Querschnit 
der Beugungsemission eines Photons durch ein skalares Teilchen zeigt, daB ij 


do,, verglichen mit (57), das zusatzliche Glied 


ep wt (+n) 
dn’ p 2py (1 + F(A +7) 


auftritt. 
Wir sehen, daB sich der Einflu8 des Spins nur im Gebiet hoher Frequenze! 
‘-bemerkbar macht. Hierbei kann man das Teilchen (Proton) genaugenommey 
aber nicht als punktférmig betrachten, sondern mu8 beriicksichtigen, daB & 
durch die Wechselwirkung mit dem Mesonenvakuum ,,verschmiert ist. Wii 
wir in den vorhergehenden Abschnitten gesehen haben, fiihrt der EinfluB de 
Abmessungen des Teilchens unter gewissen Bedingungen zum Auftreten eine 
,formfaktors“ F',, der von der invarianten Frequenz (Ew — pk)/m abhang 
Nehmen wir an, da die Abmessungen des Protons von der Gré8enordnung 1/ 
sind (jy ist die Masse des Mesons), so kénnen wir das Proton nur dann als punkt} 
formig betrachten, wenn (Zw — pk)/mu <1 ist, d.h., wenn <wE|m ist 
Unter Beriicksichtigung des ,, Formfaktors‘‘ des Protons mu8 der Ausdruck (84) 
mit |F,|* multipliziert werden. | 
Der iiber die Winkel integrierte Strahlungsquerschnitt do) ohne den Fakta} 
| F',|? ist gleich 


w dw Ji (2m Rx) in a+ Vi-+ 2 
tae Kisk @ |) 2a Cees 


2 
do’ (w) = do” (w) + = R 


wo do,’ der Querschnitt der Beugungsemission eines Photons durch ein Teilche} 
mit dem Spin Null ist. 
Wir haben den Kern als absolut schwarz angenommen. Das ,,Grau‘‘ des Kernj 
k6énnen wir dadurch beriicksichtigen, daB wir den Faktor 


J, (mRE + y|)R/|E + 9 
in (85) durch den Ausdruck 


oo 


R2m | (1 bare) e- (b— 2% (»—1) K) RV 1-2) J (mR |E + y| z) 2 dz (85 


1 
ersetzen. 
Wir bemerken, daB die Querschnitte nur dann von den Einzelheiten des diffuse 
Kernrandes unabhangig sind, wenn der auf den Kern ubertragene Impul} 
groBenordnungsmaBig den Wert 1/u nicht ubersteigt. Daher hat der diffus4 
Charakter des Kernrandes bei Prozessen, an denen Nukleonen beteiligt sind} 
grofere Bedeutung als bei Prozessen, an denen Pionen mitwirken, | 
Setzen wir in (85’) den Kernradius R gleich Null, so erhalten wir die BETHE! 
HEITLERsche Formel fiir den Querschnitt der Bremsemission eines Photon 
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durch ein Proton im reinen CouULOMB-Feld des Kerns bei ultrarelativistischen 
Energien und kleinen Streuwinkeln 


BH en? p’ 1 E n \2 
“sles erence a 


_ mt? p |b +.n|4 + 


w? (6 +n)? dw 


Toop G+ AAD © 


dé dy. (86’) 


Der Umstand, da8 wir im Gebiet hoher Energien und kleiner Streuwinkel die 
richtige BETHE-HEITLERsche Formel erhalten, wenn wir bei der Berechnung 
von do, die Wellenfunktion des Protons verwenden, die durch das verall- 
gemeinerte HUYGENSsche Prinzip bestimmt sind, hangt damit zusammen, daB 
die Emission des Photons fern vom Kern stattfindet; wo die Wellenfunktionen 
praktisch durch ihre asymptotischen Darstellungen ersetzt werden kénnen. 
Der Querschnitt der Emission eines Photons im Gebiet hoher Energien und 
kleiner Streuwinkel ist faktisch durch die Amplitude der elastischen Streuung 
bestimmt. Man kann den Querschnitt der Emission eines Photons leicht mit 
dem Querschnitt der elastischen Streuung do, in Zusammenhang bringen. 
Setzen wir 


do, = o.(¢) do, C = & 3, 


o kénnen wir do, in der Form 


: 2 2 
do, =o. (6 +n) Sore see + 


-L 


ep (ee) ea )| Oo 
darstellen [13]. 


Integrieren wir do, iiber die Winkel € und », so finden wir die spektrale Ver- 
teilung der Strahlung 


Te po 


2A/ ~ 2q2 1 pe Se 
doy(a) = “SES” [ outa) | F—nlg + VEE) — 
q 


See pean In G+ Veet Ph qdq,  (88’) 
PP yi+¢ 
wo g = |§ + ]|/2 ist und wo sich der minimale Wert von q aus den Erhaltungs- 


sitzen bestimmt: g = mw/4EkL’. 
AuBer der Beugungsemission eines Photons durch ein Proton kann auch der 
ProzeB der Beugungsbildung eines Proton Antiproton-Paares durch ein Proton 
stattfinden [22]. Das Matrixelement dieses Prozesses ist gleich 

Sy, pee ey eike yl") d‘ x, 


is | vp (re) 
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wo y, und y\,’ die Wellenfunktionen des Protons und des Antiprotons mit de 
Impulsen p und p’ sind. Da diese beiden Teilchen gebildet werden, miissen d 
Funktionen y\ und yy? in groBen Entfernungen vom Kern asymptotisch d 
Form der Summe einer ebenen und einer einlaufenden Welle haben. 

Wir geben hier nur das Resultat der Berechnung des Querschnitts der Paai 
bildung fiir kleine Winkel zwischen p und k bzw. p’ und k sowie ultrarelati 
vistische Energien des Teilchens an, #, E’ > m (m ist die Masse des Protons} 
der Kern wird als absolut schwarz angenommen [22]: | 


ef ER RJ; (mR\E+ni|)f{ 216 +n)? 


| 
/ 
| 


Mov = rae Et AP (A EAS 
| 
oneines ul tae Hy 1 ey ad 
+erlise-ie cltik? he apa ree trea) ye? d& dn, (8§ 


| 

wo € und y mit p und p’ durch die Beziehungen verknipft sind 
p=(px)x+ mE, pi =(p'x)x + mn; | 

/ 

t 


Ne 1) oe 
dé = (=) do, dn= (=) do 
(do und do’ sind die Raumwinkel, in denen p und p’ liegen). 


10. Stillegungsemission von Photonen durch Teilchen mit dem Spin 1/2 


Wir behandeln jetzt eine Emission von Photonen, bei der gleichzeitig ei “ 
direkte Absorption von schnellen Protonen durch Kerne stattfindet [5, 6]. vi 
wollen wie friiher annehmen, da8 wir das Proton fiir die Abschatzung der Wahi 
scheinlichkeit einer Stillegungsemission durch die DirAc-Gleichung beschreiba 
kénnen, wollen jetzt aber das anomale magnetische Moment des Protons 
beriicksichtigen 


0 . 
(> 5 — ey Ay — tM Yo Pye + m) ve: 


Darin ist F,, der Tensor des elektromagnetischen Feldes und A, das Potentii 
des Feldes, das mit der Emission des Photons k verkniipft ist. Ebenso wie i 
der Betrachtung der Stillegungsstrahlung eines Pions ersetzen wir in dé 
Gliedern, die das Feld enthalten, y durch yy = we'®"-®9, wo w die Spinal 
amplitude der einfallenden Protonenwelle ist. Wir erhalten also eine inhomoge}} 
Gleichung fiir y = O(r) e-*”"', die die Form 


0 . Lee, Oa rhe 4 
(vy 5p — 708 +1) @ = (ied + 2 He) Pain) & : 
Tey 
hat, wo 


H=E—w, G(r)=ueiPr, @=y, a, 
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ist. Haben wir aus dieser Gleichung ®(r) an der Oberflache des Kerns gefunden, 
den wir als absolut schwarz annehmen, so kénnen wir den Strom der Protonen 
bestimmen, die vom Kern absorbiert werden, wenn im Unendlichen ein Photon 
auftritt. Die Dichte dieses Stroms ist durch den Ausdruck 


wpe (oo) b = Ory, 


bestimmt, und der Querschnitt der Stillegungsemission ist gleich 


ne j7 R2 w2 dw d?6 
fon obarect (2x) 


wo v die Geschwindigkeit der Protonen ist und dO das Element des Raum- 
winkels, in den das Photon emittiert wird. 
Die Lésung der Gleichung fiir ®(7) hat die Form 
1 ‘ 
P(r) = — —f Gy(r, 1’) (ie + 2’ ke) e-*** @, (9) dr’, 


x V2 


wo G(r, 7’) die GREENsche Funktion der DIRAC-Gleichung ist 


1 0 ein’ |r—-r’| pte Os 
G \ ge BET ris & ia Ie lanes iy lee 2) 
o(; 1”) An (v5 yal — Pp VE ™ 
Unter Verwendung dieses Ausdrucks erhalten wir 
e! (p—k)r 
‘(p’ — |p — kl) 
Wir geben das Resultat der Berechnungen des differentiellen Querschnitts der 
Stillegungsemission an [6] 
R? do ge 
(2x)? w (m? + p?6") 


1 ; 
O(r) = 5 Via" (p —k)y — E’y, — m) [ies + 2y’ke] u 7 


do, = * |p (pis) 0? am (m? + °6)| “y 
y 2p? 


2 2 
+ 2p” 7: (m? + p?6?)? — mep! = (m? + p? mh a9. a) 


Hier ist der erste Summand in der eckigen Klammer die Stillegungsstrahlung 
fur Teilchen mit dem Spin Null, der zweite Summand ist durch den Spin des 
Protons bedingt. Die letzten beiden Summanden hangen mit dem Auftreten 
des anomalen magnetischen Moments des Protons zusammen. 

Wir sehen, da8 der EinfluB des Spins und des anomalen magnetischen Moments 
nur im Gebiet groBer Frequenzen wesentlich ist. Hierbei kann man — wie wir 
oben schon bemerkten — das Proton genaugenommen nicht als Punktladung 
betrachten und muB8 den ,,Formfaktor‘‘ F’, des Protons beriicksichtigen. 

Der Querschnitt der Emission unter Beriicksichtigung des ,,Formfaktors“ des 
Protons wird durch das Produkt von (90) mit |F',|? bestimmt. Der Wert von F, 
ist eine Funktion der invarianten Frequenz des Photons 


Eo—pk, _ wf E767, m ; 
F, =F, ( a ) Floriaiel: (90’) 
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Zum Schlu8 wollen wir noch bemerken, daB die Untersuchung der Emissioy 
eines Photons durch ein Proton ebenso wie durch ein Pion wichtige Aufschliiss 
iiber die ,,Formfaktoren‘“‘ der Teilchen, d.h. tber ihre Struktur, vermitte 
kann. | 


11. Beugungserscheinungen bei der Streuung von sdhnellen Deuteronen an 
Kernen 


Wir haben bis jetzt Beugungserscheinungen betrachtet, an denen punktférmig, 
Teilchen beteiligt waren. In der Einleitung wiesen wir schon darauf hin, da 
sich die Beugungsstreuung vonschwach gebundenen zusammengesetzten Teilche 
wie z. B. von Deuteronen, durch spezifische Eigenschaften auszeichnen muB. | 
AufBer der rein elastischen Streuung der Deuteronen, die der Beugungsstreuuny 
von punktférmigen Teilchen analog ist, mu8 bei den Deuteronen noch ein 
Beugungs-Aufspaltung auftreten, die fern vom Kern erfolgt [15, 16, 17]. Diese 
Effekt ist durch die geringe Bindungsenergie des Deuterons bedingt, durch d 
eine verhaltnismaBig geringe Impulsinderung des Deuterons bei der Streuun| 
zu seinem Zerfall fihren kann. | 
Die Beugungsstreuung und die Beugungsaufspaltung des Deuterons kann analq 
der Beugungsstreuung von punktfoérmigen Teilchen untersucht werden. | 
Auf den Kern mégen Deuteronen mit dem Wellenvektor K auffallen. D} 
Bewegung des Deuteronen-Schwerpunkts in einer Ebene senkrecht zu K (dd 
z-Achse) wird durch die Funktion a) 


Yx(pa) = e'*e 


beschrieben, wo x und eg, die Projektionen des Wellenvektors des gestreute 
Deuterons und des Radiusvektors des Deuteronen-Schwerpunkts auf eine Eben 
senkrecht zur z-Achse sind. (Die Normierungslange nehmen wir hier und ij 
folgenden gleich Eins an.) Den einfallenden Deuteronen entspricht die Welle 


funktion 
Wo(@a) = 1. 


Bei der Untersuchung der Beugung von Deuteronen mu8 man auBer der Bj 
wegung des Schwerpunkts noch die relative Bewegung des Neutrons und dij 
Protons im Deuteron beriicksichtigen. 

Der gebundene Zustand des Deuterons wird durch die Funktion 


raster st ae 
TOME Sppoap Oe 
beschrieben, wo R, der Radius des Deuterons ist. Die relative Bewegung dij 


Neutrons und des Protons, die durch die Aufspaltung freigesetzt werden, kaxj 
durch die Funktionen | 


pil) = et +S eit 
3 


beschrieben werden, wo kf der Impuls der relativen Bewegung der Teilchen if 
und a@ = — 1/a — if die Neutron-Proton-Streulange im S-Zustand..(Es wi 
angenommen, daf eine Wechselwirkung zwischen dem Neutron -und de} 
Proton nur im S-Zustand stattfindet. Die Summe der ebenen Welle und dj 
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einlaufenden Kugelwelle entspricht der Entstehung der Teilchen.) Die Funktionen 
g;(r) bilden zusammen mit der Funktion ¢,(r), die den gebundenen Zustand 
des Systems beschreibt, ein vollstandiges System von orthonormierten Funk- 
tionen, die die Beziehungen 


af 
(220)? 


alr) pole) + [ ofl) opr’) AL = 8 (r — 4) 


‘erfiillen. 

‘Da das Deuteron ein schwach gebundenes System darstellt, in dem das Neutron 
‘und das Proton einen groBen Teil der Zeit auBerhalb des Wirkungsbereichs der 
Kernkrafte zubringen, wird das Bild der Beugung von Deuteronen an einem 
absolut schwarzen Kern durch die Zerlegung der Funktion 


PY = 2(0n) 2p) Po(T) Yo(Pa); 


'die das Deuteron in Anwesenheit eines absorbierenden Kerns beschreibt, nach 
dem vollstandigen System der Funktionen y,x(pq) Qo(r) und yx(pa) 9s (7) 
bestimmt. Die Faktoren Q(0,) = 2, und 2(0,) = 2,, wo @, und @, die Pro- 
jektionen der Radiusvektoren des Neutrons und des Protons auf eine Ebene 
senkrecht zur z-Achse sind, beriicksichtigen hierbei das ,,Verschwinden“ des 
‘Deuterons als Ganzes, wenn wenigstens eines der Teilchen, d. h. das Neutron 
‘oder das Proton, in den Wirkungsbereich des Kerns gerat. 

i Die Koeffizienten A, und A,,; dieser Zerlegung 


P= 2) Ax Pel Ra) Pol") + 2, Ani Yul (Qa) Yy (1) 


haben die Bedeutung der Wabhrscheinlichkeitsamplituden der Beugungs- 
jstreuung und der Beugungsaufspaltung des Deuterons. 

i Da die Funktionen y, und yz ein normiertes Orthogonalsystem von Funktionen 
tbilden, gilt 


Ay = Lf eo(r) Wx (Pa) Qn Qp Yo(Oa) Yo(r) dea adr, (91) 


Ans = iG ) px (Qa) Qn Q5Yo(Pa) Por) dead”. (91’) 


Die Amplitude der elastischen Streuung hangt mit A, durch die Beziehung (8) 
|zusammen. Man kann sie in der Form 


dae Rdg (eR) 
{(0) =iK aes — arctg — Tein sean 
1 40 |2g —x| RJ,(gR) RJ, (|x — g| BR) 
mene | we kk eee T t dg'. 92 
er ak cae aa 
iidarstellen. 


Auf Grund von (91) kann man sich leicht davon itberzeugen, daB die Amplitude 
der Streuung um den Winkel Null gleich 


K : | / 
$0) = 4 5 ff V5(") {on + Op — On@p} dpa ar (92’) 


0, =1—2,, wo, =1—Q,. 
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Kennt man diesen Wert, so kann man den Gesamtquerschnitt aller Weehiy 
wirkungsprozesse des Deuterons mit einem Kern finden, namlich der elastisch¢ 
Streuung, der Beugungsaufspaltung, der Stripping-Reaktion des Protons u 
des Neutrons und schlieBlich der Absorption des Deuterons durch den Ker 
Dieser Gesamtquerschnitt hangt mit (0) durch die Beziehung o, = 474 Im i(« 
zusammen, wo / die Wellenlange des Deuterons ist. 


Setzt man in (92’) den Ausdruck fiir g(r) ein, so kann man zeigen, daB | 


= hs Pp & Silé) 9} 
o, = 40 R211 [* arctg Nee: dé}, (9) 


wo p = R/R, ist. Fir p— oo wird der gesamte Querschnitt, wie zu erwartt 
war, gleich 
0; = 22 POO; | 


Unter Beriicksichtigung der Glieder von der Ordnung 1/p ist der Querschnittj 
gleich / 
o,=2nR?+inaRRy, R> Ry. (99 


Bei einem beliebigen Wert von p gelten die Beziehungen 


1 
Ort Oe Stags OR 
| 


1 
On Hi Op Oa HOt 
wo o, und a, die Stripping- Querschnitte des Neutrons und des Protons, og 
Querschnitt der Absorption beider Teilchen durch den Kern und o, der Q 
schnitt der Beugungsaufspaltung sind. 


12. Querschnitte der elastischen Streuung und der Beugungsaufspaltung 
Deuteronen 


Querschnitte der Splitting-Reaktionen bei hohen Energien | 


Wir wollen die Ausdriicke fiir die Querschnitte der verschiedenen Wechi| 
wirkungsprozesse von schnellen Deuteronen mit Kernen angeben [17]. 
Der differentielle Querschnitt der elastischen Beugungsstreuung schnej 
Deuteronen fiir p > 1 unter der Voraussetzung, daB der Kern absolut sch 
ist, hat den Wert 


2p Pal EE 1 
do, =2 r{(-? ie pian READ 
o 7 5 arctg J : + rep \Jo(x’) S dx’, “<p, 


wo x = xB& ist. ; ‘ 
Der integrale Querschnitt der elastischen Beugungsstreuung fiir p > 1 ist gle 


ye 
2 
6, = aR? + . (1—In2) RR, Ry>R. 


e 
} 
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Der differentielle Querschnitt der Beugungsaufspaltung des Deuterons hangt 
mit A,; durch die Beziehung 


zusammen. 
Nehmen wir an, da8 der Kern absolut schwarz ist und p > 1, so erhalten wir 


|folgenden Ausdruck ftir den Gesamtquerschnitt der Beugungsaufspaltung des 
Deuterons 


“4 


1 
=> (2n2— 3) RR, Ree ht on (96) 


Die Energieverteilung der Aufspaltungsprodukte hat unter diesen Voraus- 
setzungen die Form 


9 co 
oe = 5 BR, | uP(u) du, wat, 
0 


U 
(97) 


Oben wurde schon darauf hingewiesen, daB auBer der elastischen Streuung 
und der Beugungsaufspaltung des Deuterons auch noch die Stripping-Reak- 
tionen des Neutrons und des Protons sowie die Absorption beider Teilchen 
durch den Kern méglich sind. 

| Wir betrackten zunachst die Reaktion, durch die das Neutron freigesetzt und 
das Proton vom Kern absorbiert wird. Diesen Proze8 kann man durch die 
Wellenfunktion Y = 2,,y (ea) Yo(r) beschreiben, wo g(r) die Wellenfunktion 
des Deuteronen-Grundzustands ist und y (ez) der Teil der Wellenfunktion, der 
die Bewegung des Deuteronen-Schwerpunkts in einer Ebene senkrecht zum 
'Impuls des einfallenden Deuterons beschreibt. 

_Entwickeln wir WY in ein FouRIER-Integral nach Funktionen exp (—7kr,) 
(r, ist der Radiusvektor des Neutrons), so finden wir die Amplitude a;,(r,) der 
Wabrscheinlichkeit daftir, daB das Neutron einen Wellenvektor k besitzt und 
das Proton sich im Punkt 1, befindet: 


a (%a) = ake 2Q, Po(r) AT y. 


3 2u : U 
F(u) — (i i ae ! 4+ i+ — arcsin ae — 16 (1 —In 2) 


‘Integrieren wir |ax(1,)|? tiber do, von 0, = 0 bis e, = FR, so finden wir den 
differentiellen Stripping- Querschnitt, bei dem der Wellenvektor des Neutrons 
im Intervall dk liegt [21] 


dk dk 
do, = as | ould de» a sap | > oe | 2,|)| An(Pr)|*» (98) 


| wo 2, = {2(0,) ist. 
Der gesamte Stripping- Querschnitt ist gleich [21] 


On = | | dep dr, (2 — | 2p|*) | Qa|? HG (r). (98’) 
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Stellen wir 1 — |Q(o0)|? als FouRIER-Integral dar 
RJ,(gR) . 
bee ope ee ige 
1 — |2()| i Saga ooo. 
wo J,(x) die BESSELsche Funktion ist, so finden wir 


€ HE) 
p § 


0, = 2 R 1-2 fF arctg dé\. (9 
4 : 


Im Grenzfall groBer p geht diese Formel in die SERBERsck 
Formel iiber : 


~3S 


RR | 

on =a, Rix Ite (98 
Bild 5 gibt die Abhangigkeit des Querschnitts o, von | 

wieder. Fir Blei ist p= 4,2 und die Formel (99) ergitt 

05 0, = 3,2 - 10-5 cm?, waihrend die SERBERsche Form} 
0, = 2,7- 10-* cm? liefert. Fir p = 1 ist 


0, = 5,8-10°22 cm? und oj, = 6,9- 10-2 cm?. 


P Forme! (99) bestimmt auch den Stripping- Querschnitt d 
024% 6 8 wp Protonso,. Um die Energieverteilung der freigesetzten New 
Bild 5. tronen zu finden, miissen wir (98) iiber die senkrechtej 
Komponenten des Vektors k integrieren 


x | [den e~ixen Q, | dz e'*? »,(r) 


ae (10 
wo x die Projektion des Vektors k auf eine Ebene senkrecht zu p, ist. Ve 
wenden wir die Vollstandigkeit der Funktionen exp (txo,) und stellen y 
| 2, |? und |Q,|? als FourIER-Integrale dar, so erhalten wir abschlieBend 
E— E,/2 


i VE,|M 
8p KR 


M 
a Nase i [ #2(y1+ % e) ering + eT =) eat, 
’ 


do, (k,)= F(k )dk,, k, = 


wo K,(¢) die modifizierte BEssELsche Funktion ist, EH, die Energie des ei} 
fallenden Deuterons und M die Masse des Neutrons. i} 
Im Grenzfall fiir » > 1 geht diese Formel in die SERBERsche Formel tiber 
a? dh, eres 


+; M4 
do», (k,) => - RR, (a?  Ryra 
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Nun bestimmen wir den Absorptionsquerschnitt des Deuterons o,. Da 


1 
Ta + On Tt Op => OF 


st, erhalten wir unter Heranziehung von (93) und (99) 


[o.2) 


& Ji(é) 


a8 
6, = 2x RK? | —arcetg — dé. 102 
: ie gas (102) 

Fir p > 1 ist ‘ 
og= aR — 34, (102’) 


Jetzt beriicksichtigen wir den Einflu8, den das COULOMB-Feld des Kerns auf die 
Streuung und die Aufspaltung des Deuterons ausiibt. Hierzu miissen wir in 
den Formeln (91) und (91’) 2(0,) durch 2% (0,) ersetzen. 

Wenn wir den Kern wie friiher als absolut schwarz annehmen, wird der differen- 
tielle Querschnitt der elastischen Streuung von Deuteronen, deren Energie viel 
groBer ist als die Héhe der COULOMB-Schwelle, durch die folgende allgemeine 
Formel bestimmt: 


do, = |f(9)|? do, 


co 


Be eg (OO te ey _ RI o(@F) 09 nny 
f(®) = —iK arctg ak (2) Jy(xo0) 0 do era mR). (103) 
R 
wox = K #ist. Dabei wird vorausgesetzt, daB EH S Ze?/R, p> 1. 
Wir wollen einige asymptotische Formeln angeben [17]. 
Wennn <1lundi<p<lh =KR, sogilt 
| 4 n? i? 2n 
Ceo) sO) p<¥ 
O if 
2 /an 2 
ANG, eG eet Riad ak PEO Fe) (104) 
PP iP Ibs 
Tt 
cos? |], % — 
RRA? ( 4 2p 
= ~, —~<€#<l 
(v) Sxp zy fe KVK 


Wir n <i undi<p<l, findet die reine COULOMB-Streuung also nur im Gebiet 
er Winkel 9 < Y2z/l, statt. Im Winkelintervall /22/l,< 3 < 2p/l, hat die 
itreuung der Deuteronen denselben Charakter wie die Beugungsstreuung neu- 
raler Teilchen. Im Winkelintervall 2p/l,< #®<1 macht sich bei der Beu- 
jungsstreuung der Deuteronen endlich ihre raumliche Struktur bemerkbar. 
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Wennn > 1undn < p < hy ist, so gilt 
4 72 i? Qn 
SA 
sin? (19 — 
4 Qn 2p (10) 
o(#) = — Ii? c ; Risa De. 
A 
cos? | 1, — — 
BB? (1 4 2p 
= ; o<1 
o(9) 82 p* 0 ly es 


In diesem Falle erweitert sich das Gebiet der reinen COULOMB-Streuung gegentibi 


dem vorhergehenden Fall also bis zu Winkeln von der GroSenordnung 2” 
Fir 0 ~ 2n/l) nimmt der Streuquerschnitt groBenordnungsma Sig plotzlich a 
1/n seines Wertes ab. Im Winkelintervall 2n/ly) << 0 < 2p/l, hat die Streuug 
der Deuteronen den Charakter der Beugungsstreuung von punktformigs 
neutralen Teilchen. Die raumliche Struktur des Deuterons kommt im Gebiet q 
Winkel 2 p/l, < & < 1 zum Ausdruck. 
Wenn endlichi < p<n < ist, gilt: 


4 77 2? 2p 


o (8) aa 4 ? O< Be 
Antp?n272 2 2 (23 n2 p4)'/s 
o(8) = oo ; oH < ees Ee (1q 
0 0 0 


Wir sehen, daB sich das Gebiet der COULOMB-Streuung in diesem Fall nicht bis} 
Winkeln 27n/l,, sondern bis zu Winkeln von der GréBenordnung 2 p/ly erstreq 
Das Gebiet der Beugungsstreuung punktformiger Teilchen verschwindet tik 
haupt. Die endlichen Abmessungen des Deuterons machen sich von Wink 
der GréBenordnung 2/l, an bemerkbar. Im Winkelintervall 2 p/l) < 
2 (x3 n? p*)'/s/l, nimmt der Querschnitt wie 1/9° ab, und dann andert er sich 


i 


Wir gehen jetzt zur Behandlung der Aufspaltung des Deuterons tiber. 
Der gesamte Aufspaltungsquerschnitt des Deuterons unter Berticksichtig 
der COULOMB-Wechselwirkung hat die Form i} 


o=C¢+o,+ 0’. 


Darin ist o4 der Querschnitt der reinen Beugungsaufspaltung, der durch For} 
(96) bestimmt ist, o, der Querschnitt der Aufspaltung, die durch das CouLo}} 
Feld des Kerns bedingt ist, und o’ der Teil des Aufspaltungsquerschnitts, | 
durch die Interferenz der Beugungsstreuung und der COULOMB-Streuung bedil 
ist. . 
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Der Querschnitt o, ist durch die Formel 


co co 2 
2 a \2 : 4 dx 
(= Sant Rp? | IX — a "| in dx 
i. ao: ie «(ome 5H] [0 Sa (er saa td 


| Dim 


bestimmt, wo 2m ~ «/K und o’ durch die Formel 


co a J (2) ' ; co | dee 

= 47 R*p* Rk aol a eee ate deo — 

o’ aR? p ae arctg = 7 Zinn Jaws dg ig 
0 x 


gegeben ist. 

Ist p > 1, so kann man den Interferenz-Summanden vernachlassigen, da sich 
die Gebiete, in denen die beiden Streuprozesse wirksam sind, praktisch nicht 
tiberdecken. 

Fiir-p > 1 undn < 1 hat der Querschnitt o, die Form 


mm ns (108) 


Diesen Ausdruck erhielt DANCOFF mit Hilfe der Stérungstheorie [19, 20]. 
Fir n > 1 ist der Querschnitt oj gleich 


4x Ra 
n2 2 
Hig gy Ri In 7° (109) 


In diesem Falle ist o, > 04, wahrend fiir n < 1 die umgekehrte Ungleichung 
CO; < Og gilt. 

Wir geben schlieBlich noch die Formeln an, die das ,,Grau“‘ des Kerns gegentiber 
den auf ihn auffallenden Deuteronen beriicksichtigen. 

Mit B= B, + B, = B, —1B, bezeichnen wir den komplexen Absorptions- 
koeffizienten der Deuteronen durch Kernmaterie. (B, und B, sind die komplexen 
Absorptionskoeffizienten des Neutrons und des Protons.) Wenn man den diffusen 
Charakter des Kernrands vernachlassigen kann, ist der Gesamtquerschnitt aller 
Prozesse und der Querschnitt der elastischen Streuung und der Beugungs- 
aufspaltung des Deuterons bei starker Absorption der Teilchen (|B,|? R? > p, 
|B,|? R? > p) durch folgende Formeln bestimmt: 


15 ies eed aba at apg 9 


== 2. Raver oe es 


1 4(B? — Bi) 
2 BR (Bi + Bik 


o.= mt a ae (1 — In 2) BR, 3(110) 


os = 5 (2m2— 5) RR. 
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Bei schwacher Absorption (|B,|?R? << p, |B,|? R? < p) gelten die Formeln: 


R 4n 
Bape wal Rj Re(B, B,) R2? In, of = — BB, 
3 Ry 3 
be 8 R YE 
O,. = op a 6 Ri| Bl? R? Me ; o = Sa Rt |Bl?, (114 
It 3 R | 
Oar Ga eee irre | 


Darin ist of der Gesamtquerschnitt aller Wechselwirkungsprozesse eines schnelle} 
punktformigen Teilchens mit einem Kern, dessen komplexer Absorptions 
koeffizient gleich der Summe der komplexen Absorptionskoeffizienten de} 
Neutrons und des Protons ist, und o? der Querschnitt der elastischen Streuun: 


eines punktformigen Teilchens an einem Kern, der denselben Absorptionsg| 
koeffizienten hat. 
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Problems in the Theory of Weak Interactions‘) 
R. GATTO 


Instituto di Fisica e Scuola di Perfezionamento dell’ Universita, Roma, Italy 


1. Introduction 


The theory of weak interactions has now come to a very definite point after the 
brilliant success of the universal A-V theory proposed by FEYNMAN, GELL- 
MANN, MARSHAK, and SU DARSHAN [1] (which we shall call the FGMS theory). We 
shall base this discussion on the hypotheses of that theory. We shall not review 
here the development of the FGMS theory, but we shall try to reproduce all 
those steps that will be necessary to make our discussion essentially selfcontained, 
so that no preliminary reading of papers on the subject will be required. We shall 
mainly be concerned with those aspects of the theory of weak interactions which 
still appear to be essentially unsettled or not yet at a definite stage. Thus in most 
cases we shall present speculations which may very well turn out. to be wrong 
when more or better experimental data will be available. 


2. General Description 
2.1 Weak interacting currents and their classification 


The older viewpoint for describing weak interactions consisted in grouping the 
particles into different pairs, (uv), (ev), (pn) etc., and assuming that each pair 
interacts with the other pairs. A different possibility is now suggested by the 
AV theory. For couplings of such kind there is a possibility that the weak inter- 
action Lagrangian takes the form of the coupling of a current with itself 


Judi + hie. (1) 


The currents J,, of course, are not to be understood as currents in the usual 
sense. In J, both vector and axial contributions are present. One difference with 
respect to the older description is, for instance, that now there are couplings also 
of a pair to itself, such as (pn) (pn). Moreover the new description is certainly 
much more specific. According to which of the two descriptions we want to 
assume we can either classify the different pairs into a few classes (lepton class, 
£, and various strongion?), classes, So, S_,, 5,), or, correspondingly, decom- 
pose the current J, into different components. For brevity we shall denote with 


1) Based on a series of lectures given by the. author at the “Seminar tiber Hochenergie- 
Physik” in Oberwolfach, West Germany. September 1958. Part of the present paper over- 
laps the content of lectures given by the author in Varenna, August 1958. 

2) We call strongion a particle which is either a baryon or a meson (with the exception of 


the u-meson which is a lepton). 
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the same symbol of the class the corresponding current, so that 
J, = Ly + Sou + Sip + Siu. (2) | 


Let us now explain in detail the classification: 
£: lepton class (the corresponding current £, is the lepton current). 
It consists of the pairs 


(u* ») (e*, v) (3) | 


For a pair (AB) the transfer of charge is 1Q = Q, — Q,. Note that the other | 
possible pairs such as 


(ue), (vv), (up), (ee) (4) 
are excluded from £. Their inclusion would lead to processes such as | 
wimet+te+et, ptp>et+p (5) | 


not observed. We note that the excluded pairs have AQ =2 or AQ =0.*|] 
Therefore it seems that one has to assume at this point that only pairs with | 
AQ = + 1 are coupled. The reason for this choice is a mystery so far. We shall | 
come back later in more detail to this point. To be definite, without limitation 
to our discussion, let us consider here only the pairs with AQ — — 1. Thus the 
lepton current is given by £, = (u*+), + (e+), | 
So: strongion class with 1S = 0 (the corresponding current is the strangeness- | 
conserving current). One finds a total of six possible baryon pairs which satisfy | 


the limitations 4Q = —1, 4S = 0, and of course also AN = 0 because they 
must couple to the lepton pairs: 
(pn), (Z*A), (ZZ) (AE), (2°E-), (0H -). (6) | 


All such pairs can go into one another by strong interaction. (We shall call 
such pairs ‘“equivalent”.) They are also equivalent to the m+. The x* will 
dissociate through them. It will be convenient to add to these pairs possible 
boson terms corresponding to vector interactions of the boson currents | 


Oo* 
i(g ete a) with the lepton fields. One finds two such terms 
TR Ox, 


(x+n®), (K*+K°), (7) 


The presence of such terms is necessary if one accepts the hypothesis of non- || 
renormalizability for the vector part, as we shall see later. 


S_,: strongion class with 4S = —1 (strangeness non-conserving current of the 
first type). We find again a total of six pairs : 
(pA), (p2*), (n>), (AZ), (2+),  (x°5-) (8) 


They are equivalent to the K+, which will decay through virtual dissociation 
into them. Two meson terms are possible, namely 
(KA) p.. (KS%¢*), (9) |} 


Differently from the corresponding situation with So, there is nothing here for- i 
cing the assumption that (9) are coupled. The only observation’ that can be 
made is that the simultaneous existence of both K —> Bom + vand Ky + v || 
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excludes the possibility that in $_, only the boson terms (9) are coupled — 
some fermion pairs also have to be coupled. This can be shown readily by parity 
considerations. 

One can verify that by coupling to each other £, 5, and S_, one has accounted 
for all the observed weak processes. The requirement that the pairs carry a unit 
charge (or equivalently, that the current J, ist singly charged) has eliminated 
unwanted processes such as 


wioette+e,u+poet+p, K>pt+eF+n, K>n+ 74 ¥. (10) 


The advantage of classifying the pairs into classes is mainly that of avoiding the 
embarrassing question of which pairs in each class are originally coupled: for 
instance only one pair in each class may be coupled, the other pairs will then 
still be indirectly coupled through the strong interactions, or all pairs may be 
coupled according to some particular unknown symmetry. It is quite relevant 
to investigate the possibilities for such symmetries, and we shall touch upon 
this question when speaking of the possible non-renormalization of the vector 
part. 

The two strongion classes S$) and S_, introduced so far can be characterized 
by saying that 5S, contains all pairs equivalent to the z+, and S_, all pairs equi- 
valent to the K+. Moreover for $_,, 4S = AQ. 


2.2 Limitations from the selection rule AS = +1 for strange particle decays 


Let us now consider the class $,,. 
S,,, strongion class with 4S = + 1 (strangeness non-conserving current of the 
second kind). It contains 


(a*n), (B°E-) (11) 

and a possible meson term 
(Kr). (12) 
Pairs of this class would be equivalent to a positive meson with S = — 1. No 
such meson exists in the Gell-Mann scheme. Pairs of this class are equivalent to 
the system (K°x*) which behaves like a positive meson with § = — 1. Now 


the point is that if we couple S,, to S_, we find a possible reaction such as 
5° > n + ¥-+ > which would lead to the sequence 


B-> B+ pont rt nwond+n. (13) 


Now &-— n + x has not been seen and instead =--—» A® + 7~ has been seen in 
all the cases reported (not so many however) thus suggesting the selection rule 
_AS = +1 for strange particle decays [2]. This might be a motivation for ex- 
cluding class $,,1). What is important is that one can then obtain a number of 
predictions which can be compared with experiment. Let us first see what 
_ these predictions are. Then we shall look into the question of how to exclude 


1) Note that all strong virtual steps in (13) involve the stronger pion interactions and no K 
interactions. 
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this class by theoretical arguments. By coupling S,, to £ one would have the 
decay modes 


Sionth+y Bo E+h+y (14) 


(where 1 means either e or uw), and 


K°>n-+h+y (15)) 
and its charge conjugate | 
LS AUN er (15’)} 


Such decay modes are forbidden if $,, is not coupled. What does this mean in} 
terms of the physical particles K? and K$? Recalling that [3] 


1 / 


1h SSS K?° : Ko Ke ee ee (16)} 

1 y2 ( ats ) 0 V2 ( ) i 

one finds immediately the following relations between the decay amplitudes 
1 : 

(K° > lt) =(K3> 1) = a (K° > I*) (17) 

| 

(K° > 1-) = — (K3>1) = — 1k 1 (17'}] 


In (17), (17’), (K°—1*), for instance, is the matrix element for K}— 1 
+n-4+y. 
OKUN and PoNTECORVO have pointed out that the presence or absence 0 
AS = + 2 interactions is of great relevance in the problem of the K} K} mas 
difference [4]. If S,, is coupled, a term contributing to the mass difference woul 
already be present at the first order in the weak coupling constant, for instanc 
trough the virtual scheme 


N 


Ko> St4+ n+nr> 20+ tt+nr-> K? ( 


The Pais-Piccioni oscillations [5] would then be very frequent (~ 10!” per second { 
as compared to the inverse lifetime (~ 101° sec“). If $,, ist not coupled, a typical 
mass difference contribution would come from 


K°> p+n+x 7K. (1 


with two weak steps, leading to a mass difference presumably of the same orde} 
of the inverse lifetime. In this situation one may observe the Pais-Piccion| 
oscillations. 
The requirement AS = AQ excludes class $,,. A stronger requirement whic} 
also leads to exclusion of class $,, ist that the strangeness-non-conservi 
current transforms in isotopic spin space like the component of a spinor. On| 
sees immediately that there is no way of satisfying this requirement in the clas| 


a & and a nucleon. We shall later discuss again such questions. | 
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Finally, if one still wants to complicate the situation, one can think of currents 
S2for which 4S = 2. Again one meets the trouble of Z-—> n + x by coupling 


for instance a term (n=-) to $y. Also decay modes such as E> >n-+e-+y¥ 
would be expected in that case. 


2.3 Possible neutral currents 


Let us now discuss the possibility of neutral currents (AQ = 0). We consider 
two neutral lepton currents, £, containing (u*y-), (ete-) and (vv), and £0” 
containing (u*e-). £’ is apparently not coupled at all. One finds out that it is 
still consistent with present experiments to couple £® to a strangeness-con- 
serving neutral current $,. 

S{: neutral strongion class with 418 =0 (neutral strangeness-conserving 
current). It may contain the baryon terms 


(pp), (nn), (A°A), (Z+E+), (2X9), (UA), (a-S-), (Sez), (GS) (20) 
and the meson terms 
(mtr), (nn), (K*K-), (K°K®). (21) 


The coupling £ S$ does not lead to any inconsistency with present data. 
There would be weak interactions such as » + n— uw +n which however will 
be hard to detect because of the stronger electromagnetic effects, and processes 
such as v + p—>v-+ p also hard to detect. One also will have interactions 
(ete-) (vv) and (uty) (vv) which can be rearranged to look as (ev) (ev) and 
(uv) (uv) again in the AV combination, and they would therefore interfere with 
the corresponding terms arising directly from the charged currents. A similar 
conclusion also holds for terms (pp)(nn) which can be rearranged in the form 
(pn) (pn). 

The reason which suggested that we look into the possibility of a neutral current 
it connected with an extension of the hypothesis of non-renormalization of the 
vector part of the strangeness-conserving So, which we shall discuss later. From 
such a point of view, in trying to build up the neutral current S$ one ist strongly 
tempted to require that its vector part be the 3 current, f{?, of the isotopic spin, 
the axial part being then fixed by the requirement that the fermions occur in 
the + (1 + y;) projection. This would lead automatically to the non-renormali- 
zation for the vector coupling constant in $, and would produce a highly sym- 
metric scheme. In such a case $ would consist of 


Sp), (nn), (B+d+), (o-2-){°S9), (SS), (wa), (K+K>), (KK). — (22) 
One has further to look into the possibility of neutral strangeness-non-conser- 
ving currents. One it here however immediately faced by a difficulty. In fact, 
by coupling a term (nA) with (vv), (e*e-), and (utu-), one would find processes 
such as K® > e+ + e- and K®°->u++ > of which the first one would proceed at a 
very low rate, but the second one could very well be observed. Even more, one 


would find processes such as K--> x-+v-+v and K--+7 + e+ e€, which 
would favorably compete with K-— n° + e+ y, which is a known reaction. 


152 GaTTo 


2.4 The requirement AQ = + 1 and the intermediate meson hypothesis 


If one wants to keep only the charged currents, a rather suggestive hypothes 
is that weak interactions are mediated by an agent X (for instance a massiy, 
boson) which carries unit charge. Each pair would interact with X, and ind 
rectly with all the other pairs coupled to X. The resulting interaction betwee 
two pairs would then be slightly non-local. If X is a boson with mass MU, 
must have spin 1 to obtain in the local limit the AV theory, and its propagate 
would be in momentum space 


kK? + M? 


The effective weak interaction would occur through the X meson, for instand 
8- decay would be given by a graph: i 


P x uw | 
Pim 
n P | 


The non-locality contained in the 6,, term is difficult to observe because of tk 
smallness of the momentum transfers K* for most of the known processes | 


1 ver -) 
K?+ M2” M?* 


Even more difficult would be the observation of the K,K, term. This ter} 
would contribute effective scalar and pseudoscalar contributions to the resulti 
direct interaction between the currents. Since X is supposed to have onl 
electromagnetic interactions (because it is charged) and “‘semiweak’’ inte 
actions with the currents, its production cross-section would be very small (ff 
instance it could be produced by the reaction y + X*-+ X) so that no difficull 
concerning its apparent absence may occur. Its decay would occur at first ord} 
in the semiweak interactions of X with the currents. Let us however see wh} 
difficulties one encounters by postulating the existence of X. First of all, they 
ist evidence for some non-local effects in u — decay which were suggested [6] |} 
explain the deviations of the o-value from %/, (the best o-value deté 
mination so far is 9 = 0,68 + 0,02, due to CROWE). A deviation of this ord 
of magnitude could be accounted for by a value of the mass around 300 —400 Ma 
However, as we shall discuss later in more detail, the sign of the deviati 


cannot apparently be accounted for by a real meson. For a real meson the de | 
ations would always be such as to increase the o-value above °/,. Of courf} 
before reaching a definitive conclusion one should try to estimate the radiatil 
corrections to the g-value for this more complicated model (in which a virt | 
photon can also be emitted from the non-local vertex). The radiative correctia} 
which were subtracted to get the experimental figure of 0,68. 0,02 are thd 
calculated for a point direct interaction between the four fermions. A seco} 
difficulty for the hypothesis of the intermediate X occurs in connection with | 
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apparent non-existence of the decay mode ut—> e+ + y. If an intermediate X 
exists, the diagram for y-decay, » > e + v + V, would look as 


Pine 


From this diagram we can deduce the existence of an indirect term looking as 
Me(X) Kog (x — x’) g(x’) in the interaction Hamiltonian, where K is some form 
factor. It comes from the graph 


SII 


If the electromagnetic interactions are now turned on, the existence of the above 
term would imply the existence of diagrams of the kind 


e w7 wi e 


which lead top — e + y. If the kernel K is expanded.in powers of the momentum 
transfer and only the linear term is kept, then one can easily show that gauge 
invariance requires a perfect compensation of all the three graphs above so that 
no u->e-+ y occurs at this order. This approximation is however not recom- 
mended because of the smallness of the wavelength of the emitted ~. FEYNMAN 
and GELL-MANN [7] and FEINBERG [8] have calculated the probability for 
u—->e-+y with the conventional highly divergent quantum electrodynamics 
of a charged spin one meson X. The matrix element for u — e + y is found to be 


Ma 


e 2 i> 
96 a ma (e008 Pap (1 — y5) Un) (26) 


where /, is the semiweak coupling constant and WN is a number depending on the 
cout-off. The expression (26) is valid only for large values of M. With a cut-off 
around the value M, WN turns out to be essentially one, depending logarith- 
mically on the cut-off. The probability for »—e-+ + v also contains the 
factor fz/M?, which thus drops out in the expression for the branching ratio of 
u-re+ytou—-e-+v-+y. One finds thus a value 10-4 for such a branching 
ratio. The experimental value is due to LOKANATHAN and STEINBERGER who 
report a figure of 2- 10-5 as an upper limit for the branching ratio. It is also 
evident that since one has an effective vertex operator in (25) one then has 
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also the possibility of obtaining processes such as p— e + e* + &, from the: 
graph 


et 


and w+ p—e-+ p from 


Such processes would also occur at the same order in the weak coupling constant 
as the ordinary decay u + e + v + vor the ordinary absorption u- + p—v-+njJ 
They occur however at the second order in e?, whereas u — e + y occured at first 
order in e?. It is funny how, although all this business of the intermediate 
charged X was invented to avoid processes such as ue + e+ et oru-+ p> 
— e-+ p, such processes still occur at higher order in e?. However practically 
the probabilities come out to be so small that no inconsistency with the presen} 
data arises for the moment. What seems instead to give rise to a real inconsi 
stency is the absence of pe + y. It should however be emphasized that ¢ 
cut-off calculation like this may very well be wrong. No other theoretical schem¢ 
is known however to calculate such things. 

Now, why do not such difficulties occur in the local case, with a direct fou 
fermion interaction? One can easily convince himself that the neutrino loop (25] 
is zero in the local case, because of symmetry considerations. Its expression 1 
however far from being unambiguous. 


3. Possible Properties in Isotopic Spin Space 
3.1 Isotopic spin changes in the decay of strange particles 


It may at first sight seem rather useless to start a discussion about the possibl 
properties of weak interactions in isotopic spin space, since isotopic spin 
certainly not-conserved in such interactions. To such a point of view one ma}j 
object, first, that in a similar situation where isotopic spin conservation i 


violated, namely with electromagnetic interactions, it is indeed very useful ti 


analyse the amplitudes in terms of eigenstates of isotopic spin; second, thay 
there is in fact some experimental evidence for an apparently simple behavio | 
of the decay amplitudes in isotopic spin space, and at least the rule 4S = + |} 
for strange particle decay directly implies Al, = + 1/2; third,-some genera 
requirements to the strangeness-conserving terms, on as that, of a defini 
behaviour of the current [6] under charge conjugation times charge symmetr, i 


or that of nonrenormalization for the vector part, lead us to assume a behaviouf 
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like that of the component of a vector in isotopic spin space. An important point 
to be noticed first is that, by requiring A J = 1/2 to the strangeness non-conserving 
current, one obtains immediately 47; = + 1/2 for the decay of strange particles, 
though in general both AI =1/2 and AI = 3/2 will be present in the interaction. 
‘That is one has a scheme conceptually simpler than the AJ = 1/2 rule for the 
interaction which still gives 47; = + 1/2. This result can be verified very 
easily. As we said already, it may very well be that 5), the strangeness-con- 
‘serving current, behaves, like a component of a vector in isotopic spin space. 
This follows if one postulates a definite behaviour of the current [6] with respect 
to the product operation of charge conjugation and charge symmetry, or also 
if one assumes the hypothesis of nonrenormalization of the vector part. We 
shall discuss both these questions later. If one assumes that the strangeness 
non-conserving current behaves like the component of an isotopic spinor, then, 
by coupling it to a strangeness-conserving current behaving like a component of 
an isotopic vector, one would have selection rules AJ = 1/2 and AJ = 3/2 for 
experimental situation is concerned everybody knows that AJ = 1/2 [9] can be 
at most an approximate selection rule. The main argument for it being only 
}apgroximate is that one cannot explain simultaneously the ratios of the life- 
,time of K® to the lifetime of K* and the ratio between the probability for 
_K° — x*+-+ x and the probability for K° > 7° + n° with only AJ = 1/2. One 
\finds instead that one has to introduce both AJ = 3/2 and AJ = 5/2 con- 
tributions to account simultaneously for the above ratios. The estimated magni- 
tude of such contributions, of the order of 10% [10], is such as to make not very 
plausible the suggestion that they come from electromagnetic corrections. 
However AI = 1/2 has the great merit of explaining, though not completely 
of course, for the above mentioned difficulty, why the K* has so much longer a 
lifetime than the K°. In fact, if A J = 1/2 rigorously holds, K+ cannot decay into 
two pions because, starting from J = 1/2, [3 = 1/2 one can only obtain J = 1 
for the final charged 2-meson state which should therefore be antisymmetric in 
space coordinates, in contrast with the value for the orbital angular momentum 
which is /=0 if the K has spin zero. Moreover AJ = 1/2 also explains the ratio 
of 2 of A° > p + 7 to A°-> n + 7°. Observation of such a value for this ratio 
does not however imply absence of AJ = 3/2 contributions. It must also be noti- 
‘ced that AJ = 1/2 also explains the experimental ratio t’/t ~ 1/4. However such 
a value would also be obtained if a AJ = 3/2 component is present because if 
the t has spin zero the final state is expected to be predominantly symmetric in 
the space coordinates and from group theory one then can show that the possible 
values of the total isotopic spin of the three pions can only be J = 1 and = 3. 
The latter, however, would not still be accessible even if AJ = 3/2 were present. 
We have seen from our preceding discussion about a general description of weak 
interactions that it is rather difficult theoretically to present a reasonable scheme 
leading to AJ = 1/2 always. The fact that 4 J = 1/2 seems to predominate in the 
decay of strange particles should then be explained in each case by means of a 
particular mechanism suppressing AJ = 3/2 or by showing that the same ratios 
are also obtained by more physically plausible combinations of AJ = 3/2 and 
AI = 1/2. An example where such a situation may occur is A decay. Here one 
finds that by calculating directly from the coupling (pA)(np), keeping only the 
simplest diagram, one obtains, the branching ratio of 2 between the decay 
modes A> p +7 and A>n-+ 7°, as with the JJ = 1/2 rule, though the 
interaction now contains also a AJ = 3/2 term. 
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3.2 Behaviour of the strangeness-conserving current under the product 
of charge conjugation and charge symmetry 


In looking for more general symmetry requirements that one would ask fra 
the strongion currents, it may be conventent to recall that the strangenes 
conserving current S) contains all those pairs which are equivalent to a 7 
Now a 7* is transformed into itself by performing a charge conjugation a1 
then a charge symmetry. Therefore we can try to formulate the requirement th) 
So has a definite behaviour under the product operation of charge conjugati 
and charge symmetry, and investigate to what restriction it leads for 5). It} 
unfortunate that a similar possibility does not exist for the strangeness-ne 
conserving currents. The current S_, is equivalent to a K+ and this would || 


transformed into an K° under the above product operation, so that it is imp¢ 
sible to formulate the problem of a definite behaviour of S_, under this operatic 
A similar conclusion is also evident for $7. | 
The convenience of classifying the different terms in 5, according to thq 
properties under the product operation of charge conjugation and charge sy1 
metry have been pointed out recently by WEINBERG [11]. The relevant operat 
is G=Ce'*!s, where C is the charge conjugation operator and e‘7/: performs} 
rotation of 180° around the second axis in isotopic spin space, which is one w) 
of realizing charge symmetry as a proper orthogonal transformation. For t 
nucleon field GyG-1 = it ,y* and for the pions G@pG-! = —@. This last relatis 
is responsible for the known rule which forbids an even number of pions to | 
into an odd number of pions if @ is conserved Moreover G satisfies the relatioy 
[G, N], =0, [4, S], =0, G2 =(—)*+4, [41] = 0, where WN is the nucled 
number, S the strangeness and J the total] isotopic spin operator. We next ca 
sider the bilinear expression (yI;t,y) and we find @ (wI;t.y) Gt 
= —&; (yI;t.y); where & = + 1fort = 8S, A, Pandé; = — 1fori = V, 
Now we say that all covariants Q; which transform according to GQ;@4 
= — §,Q;, namely in the same way as the simple (yJ;1;y) of the same tens 
character 1, are of the first class; those which transform according to @Q;G 
= €,Q; are of the second class. Let us now go back to the strangeness nd 
conserving current, and consider for instance its vector part. The first tea} 
(pyut.y) is of the first class, because of definition. When however, we want. 
add a similar term for the &-particles we find that we can choose among all 
possible linear combinations of the form aXty, X° + bL°y, X-. If, however, 
require that it behaves as a first class covariant vector, then we find that a = 

This means that we can write our term for the L-particles as “vy. T,X, where |} 
is the appropriate isotopic spin matrix. One finds in general that one is led|| 
the conclusion that the selection rules for a vector strangeness conserviil 
current consisting of the pairs (6) are those of the component of a vector |} 
isotopic spin space. This holds also for the total current including the axi 
which can then be constructed from the requirement that fermions appear 
the projection (1/2) (1 + ,). 
If one now assumes as a principle that in the strangeness-conserving currd 
there are only first class quantities, how can one verify such a principle exp ol 
mentally? In 8-decay there is generally not much hope, because a term such} 
(P| ¥p7¥uYn| 2) where (p| and |n) are the physical states is always well appro} 
mated by a term of the form upy,u, between free spinors, because of the 1 


4 
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omentum transfer — and similarly for (p|ppy,ysYn|n). One has to study 
1ergetical @-decay to discover such effects. In u- + p— n + v the momentum 
ansfer is larger. A matrix element (p |yp7,Yn| n) will be expressible in general as 


(p | VpVuYn | n) = ay (K?) yz + by (K?) Kyoyy + icy (K?) K, (27) 


here K, is the momentum transfer K, = Ky, ,— Kn,, anda, b, care invariant 
rm factors. Similarly 


(P| PpYuYsYn | n) = @4 (K*) tyyys + b4 (K*) Kus + ica (K?) KyOvu¥s5- (28) 


ne can immediately convince himself that in each of the above expressions 
1e first two terms behave as first class quantities. In fact, as we said before, 
-and 7’ take on the same &; and also A and P take on the same &;. The last 
rms in each of the two expressions are instead of the second class. Iny- + p—> 
>n + v the term ic, K, contributes an effective scalar interaction of magnitude 
1 M,Cy(K*). A guess about cy (K?)would suggest that itis~ (m,/my)ay.Observation 
this scalar term would indicate the presence of second class quantities. Further- 
ore since the nucleon contributions to the current are always of the first class 
hey must always be of the form (yJ{;t,y)] observation of such a scalar term 
ould inform us about the hyperon contributions to the nuclear structure. The 
rm 1c, K,o,,7, contributes in y= + p—n-+ v an effective derivative coupling 


v4 (K?) (KY ee K”) Opnays- The observation of the first two terms in each of 
1e above expressions does not tell anything about second class quantities, but 
tells us of nucleon structure. The term b, K,o,, introduces an effective deriva- 
ve coupling in u- + p+ n-+-y, while the term b, K,, introduces an effective 
seudoscalar. GOLDBERGER and TREIMAN have used dispersion relation techni- 
ues to estimate the effective pseudoscalar and they find that it is eight times 
ger than the original axial part. We shall discuss later this result when spea- 
ing of the nuclear interaction of y. particles. 

1 concluding this discussion about the behaviour in isotopic spin space we want 
zain to state the result that both AJ = 1/2 and AI = 3/2 contributions are 
cpected to be present in the decay of strange particles according to this theory. 
here seems to be no way of avoiding this conclusion in the present formulation. 
‘one wants an overall AZ = 1/2 rule for the interaction, then one has necessa- 
ly to introduce neutral currents into the picture. We have seen in 2.3 that a 
rangeness conserving neutral current may wertainly be introduced, but its 
upling with leptons seems to give rise to some inconsistencies. 


The Hypothesis of Universality and the Hypothesis of Non-renormalization 
, for the Vector Strangeness-conserving Current 


4.1 Form of the weak interaction Hamiltonian and calculation 
of the weak coupling constant 


+ us go back to the strangeness-conserving current. To discuss the question 
| the non-renormalization of the vector part we have to review first the main 
j2ps leading to the weak interaction Hamiltonian of the FGMS theory. The 
in assumption is that the fields always appear in the interaction with the 
jojection (1/2) (1 + iy,). (We are using here Feynman’s notations.) Let us call 
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such a projection operator @ = (1 /2) (1 + ty;) and let us also define the Hermiti 
conjugate @ = (1/2) (1 — ts). One easily verifies that a? = a, aa = 0. The m 
general local non-derivative interaction Hamiltonian for 8-decay will then be 
the form 

Y 9: (GPa Ti ay,) (YT ayo) ( 


Using ap = pa one can write (29) as 


DY 4 Podl ayy) aT, ay). (j 
Now ala =0 fori =S, P, T and = T,a for i = A, V so that (30) can) 
written as | 
Ah (yn 1,4 pp) (py T; @ We)- (| 


Furthermore one verifies easily that Ta = y,a@ is also equal to 4a = iYui| 
so that (31) can be written as | 


V8 @ (ay,ap) (V ypae). | 


This coupling is nothing else than A-V in the usual notations. It has been sup 
sed here that the nucleons rather than the antinucleons have the projectiog 
in front. Such an assignment is quite arbitrary of course and no theoreti 
justification can be given for it. It can however be shown to be the right 
experimentally by the following argument. If antinucleons instead of nucle 
have the projection a in front, the 8-decay Hamiltonian would be 


V8 G4 (Perna) (PrYuAYe)- 


By using the properties of the charge conjugation matrix C and the relat 
yo = Cy’, p° = C-1 y, one can rewrite the above Hamiltonian as 


V8G (Yn¥uAPp) (Pv Yu@Ye)« 


This is the A -- V combination. Now, in the decay of polarized neutrons A 
would give no asymmetry (neglecting the small deviations from the equ 
of the axial and of the vector coupling constants which are due to renorr 
sation effects), while A + V would give maximum asymmetry (also in the s 
approximation). The observed asymmetry is consistent with A— JV, Ij 
suggesting the form (32) for 8 decay Hamiltonian and the assumption || 
nucleons have the factor a in front and antinucleons the factor a. To buil 
the current J, one adds the contributions from the pairs (pn), (ve), (vu 
cetera 


Ju = (pypan) + (v ypau) + (V yu@e) e. 
It has been assumed here that u- is a particle. The other choice would ha 
toa u-decay Hamiltonian given by V8 G(v y,a@) (v y,@e) which would leaj 
a 0, -value of zero in contradiction to experiment. That the electron spec} 


i 
should go down to zero independent of the statistical.weight ‘at the maxi} 
electron energy if two neutrino or two antineutrons are emitted follows |} 


the Pauli principle. In fact at the maximum electron energy the two neuty} 
would travel in the same direction, although in general with different mo m.| 
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The wavefunction of a two component neutrino does not however contain any 
indication of the magnitude of its momentum except in the exponential factor 
which contributes to the 6-function expressing the total momentum conser- 
vation, and since the decay amplitude has to vanish when the two momenta are 
equal it will also vanish in the general case. So at maximum electron energy the 
decay amplitude has to go to zero by virtue of the Pauli principle. From the 


v.-meson decay Hamiltonian )/8 G(uy,av) (vy, a@e), one finds for the u-meson 
lifetime the expression t = 19273/G? m; and noting that no appreciable effects are 
expected here to renomalize the value of the coupling constants (the largest 
radiative corrections arise from virtual photons) one can use this expression to 
calculate G, the bare coupling constant of the weak interaction Hamiltonian. 
Surprisingly one finds that the coupling constant so determined is identical, in 
the limits of the small experimental errors, to the effective coupling constant for 
the Fermi part of 6-decay, that one can measure from the lifetime of O14. 
Namely from the lifetime of O!4 one finds G = (1,01 + 0,01) - 10-5 (1/my) = 
= (1,41 + 0,01) - 10-4° erg/cm’, and inserting such a value into the y-lifetime 
formula one obtainst = (2,26 +. 0,04) - 10-6 sec, to be compared to the experimen- 
tal lifetime + = (2,22 + 0,02)-10-* sec. This agreement seems to suggest 
strongly that the hypothesis of universality holds, namely that the formulation 
with a current J, of the form (35) is perhaps right, and furthermore, it indicates 
that, surprisingly, the renormalization effects due to strong interactions are 
absent for the V part of 6-decay. As far as this latter circumstance is concerned, 
one would think that, unless some unknown accident takes place, a symmetry 
principle is operating at this place in a way similar to gauge invariance in 
quantum electrodynamics which leads to the non-renormalization of the electric 
charge e. Gauge invariance implies that in the zero energy limit the charge of 
the proton is rigorously e and furthermore it insures that the result holds inde- 
pendent of the structure of the nucleon. We may say that physically this happens 
because when a proton emits a virtual z+ to become a neutron the virtual zt 
must, because of gauge invariance, interact with the photon field and again 
exhibit the charge e. It is only for smaller wavelengths, that are able to explore 
the structure, that an effective charge different from e may be exhibited. From 
this analogy it will not appear surprising that, in order to have non-renormali- 
zation for the V coupling in B-decay, one has to introduce a direct interaction 
of the pion field bilinearly with the lepton pairs. We shall later discuss fully the 
formal problem that is involved here and the physical implications of the scheme. 
We would like however to show first how the argument given above for the non- 
renormalization of the vector part, namely from the equality of the coupling 
constant from O' to that from p-decay, would be invalidated if the present 
evidence for a g-value in u.-decay definitively different from 3/4 would be con- 
firmed. It is therefore very important at this point to have a very accurate 
measurement of the o-value in w-decay. 


4.2 Incompatibility of the hypothesis of non-renormalization 
of the V-part with the present experimental o-value 


Let us write the u-decay-Hamiltonian in the form 


V8 G (aypvt) (Lyne) (36) 
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where vy, = av is the lefthanded neutrino of the FGMS theory. The o-valut 
from such an interaction is exactly 3/4. To explain its deviations from th 
measured value 9 = 0,68 + 0,02 (radiative corrections included, the value il 
due to Crowe) we follow the LEE- YANG proposal [12] that the interaction has 
more complicated structure and does not occur at a single space-time poin 
The above Hamiltonian will therefore be modified to 


V8 GG ypvs(x)) K(@ — 2) (Vn Yue (2’)) (37) 


where a form factor K(a — x’) has been introduced. Of course (37) will the? 
be generalized to the expression for the interaction of J, with itself, which wil| 
look something like J,(”) K(x — a’) Ji(#’) + h.c. This form is not the mos} 
general one, since one could still have something looking as J, (f (K? 
+ K,K,g(K?)) J} +h. c.; however we expect (37) to be at least a good approx! 
mation because of the smallness of the electron mass. We do not assume her 
that the form factor is due to the meson X. It may originate from any compl} 
cated cause, or even reflect a true elementary non-locality. If K is exanded in | 
series of derivatives of the 6-function [12] |} 


U 


mj, Ow, 0 te 
we find for the electron spectrum from polarized muons | 
d?Nex a2 da dé {6 — 4x — 2 Re(y) (9 — 16" + 52%) + | 
+ [UL + § Re(n))/ (1 + 2 Re m))] E[2 — 42 — % Re(m) (6 — 12a + 5a*)I] 


where — = cos 0 is the angle between the muon spin and the electron momentui} 
and x is the ratio of the momentum of the electron to its maximum energ}} 
The energy spectrum turns out to be ! 


dN x ade {3 — 2x — 4 Re(n) (9 — 16 + 52*)} (34 


A o-value from this spectrum is obtained by a least square fit to a Michell 
spectrum. The relation is [12] 


2 Re(n) = — 1,8 (¢ — Cexp)- (44 


One sees from (40) that Re (7) turns out to be negative thus excluding an inte} 
pretation of the non-locality as due to a virtual boson. The lifetime can also | 
calculated and it comes out to be 


vt =a (L+ 3 Rel) (44 
and by substitution of (40) into (41) | 
tt = 51 [1 — 1,8 ( — eexp)] (4] 


Here 1, is the lifetime for the local Hamiltonian (7 = 0). To calculate the lifetix 
(42) one still needs the value of the coupling constant, contained in t). T 
value however can be taken from the 8-decay of O14 if, per absurdum, we assut| 
that the non-renormalization principle holds. The coupling constant so det 

mined is again the same that one would obtain neglecting the non-local effed| 
that were introduced in our universal wcak interaction. This becatse the mom« 
tum transfer in B-decay is very low and the non-locality is not yet félt. Takij 
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the coupling constant from O' and g = 0,68 + 0,02, and computing errors, we 
find the predicted lifetime for u-decay to be t = (2,60 + 0,13) - 10-8 sec. The 
previous surprising agreement with the experimental value has now changed into 
a disagreement of at least 10%. 

There is one point in which the above argument may be slightly incorrect. 
Namely the experimental o-value used here has been obtained after subtracting 
radiative corrections as calculated for point interaction. It is impossible to 
estimate what the radiative corrections would become in the non-local theory, 
unless one makes a very definite model of the non-locality (for instance inter- 
mediate boson). In general, however, one does not expect great changes from 
these effects and therefore we would conclude that it is certainly very important 
at this point to have a very accurate determination of the 0-value. 


4.3 Experimental tests of Universal Fermi Interaction 


The equality of the effective coupling constant for B-interaction as derived from 
the lifetime of O' to the true coupling constant derived from the u-meson 
lifetime suggests first that there may be strict universality in the primary inter- 
actions, meaning that the coupling constants may be all equal, and, second, 
it suggests the absence of renormalization effects and a possible symmetry ex- 
plaining such absence. It appears therefore to be important to have direct 
separate tets of the hypothesis of universality, possibly independent of the 
question of the non-renormalization of the constant by the strong interactions, 
The most direct, test for universa] interaction is provided by the ratio ofm—e + v 
to ~—> w+ v [13] The ratio can be calculated uniquely indepedent of assump- 
tions on the strong interactions for any forms of the weak coupling, provided it 
is assumed that the two leptons emerge from the same point. For S, V, 7’ both 
decays are forbidden, for PS the ratio r 


Pri ery) 
~ w(r—>ut+y) 


(43) 


is 5.4, for A it is 13,6 - 10-5. To illustrate the argument let us consider the case 
of A interaction. The decay is represented by the black box 


é 
YE 


Vv 


_ The momenta of the two leptons are assumed to appear only in the combination 
Pt = pt + pk, corresponding to the assumption of locality. Moreover energy 


momentum conservation implies pL — Pi, = 0, so that we can choose p* as the 
only independent four-vector allowed by kinematics. The matrix element will 
therefore be of the form 


M x f (Pz) (86 %uPav)X Me (Ps) (Us) (44) 
and the ratio r, is easily calculated 
DB /gpt eee 
pe =) =) = 13,6 - 10-5. (45) 
m,/ \mz— mi 
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The first factor (m,/m,)? is the ratio of the two squared matrix elements, the: 
second factor is the ratio of the two phase spaces. For PS interaction the firs i 
factor has to be replaced by 1, and the ratio rps is identical to the ratio betwee 
the two phase space volumes. | 
It may perhaps be instructive to understand a little more physically the appea- 
rance of the factor m, in the matrix element for the case relevant here of A 
interaction (44). Consider x decay. What is emitted is an l and an V. The ly 
is coupled in the FGMS theory as a lefthanded particle, while the v is coupled asi 
righthanded. Of course, it is equivalent here to talk of the FGMS theory or of 
a pure A interaction, as far as the ratio (43) is concerned, but it is really more 
instructive to discuss directly in the FGMS theory. Nothing destroys the handed- 
ness of the v which has zero mass, and only the mass term will destroy the hand-| 
edness of the I-, since it is known that the electromagnetic interaction preserves} 
the handedness. So in the limit of m, =0 a lefthanded and a righthanded par: 
ticle would have to be emitted from a zero spin system, which is impossibl -| 
because of angular momentum conservation 


; 
| 
| 
] 


Therefore the matrix element (44) has to go to zero for m, = 0, as it in fact does} 
according to (44). | 
What is important here is that radiative corrections (which a priori could not be 
regarded as negligible as compared to such a small decay amplitude in the cas ‘| 
in which I- is e~) do not change this conclusion, as long as quantum electrodyna}} 
mics holds in its conventional formulation. If, however, quantum electro 
dynamics contained for instance a o,, coupling, which would destroy the hand} 
edness, then the radiative corrections would not have any more to be proportiona! 
to the lepton mass, and for the case of the electron, they could produce essentia}} 
changes in the calculated ratio (45). The delicate nature of the dependence of the} 
calculated value for r4 on the form of quantum electrodynamics was in fact} 
pointed out by different authors [14]. The main interest in the question, at th ¢ 
time in which such discussion was made, came from the apparent strong dis} 
agreement between the experimental value for r and its predicted value 7, in 
the FGMS theory. Recent experiments have however reduced this discrepancy} 
and are quite consistent which the theoretical value [15]. Apparently this cas¢ 
of the ratio of r>e +v tonm>pu-+v (together with the corresponding cas¢| 
of K->e +v and K->y +) is the only case in which a test of the hypothesis oj} 
universality can be made directly without going into the various complication | 
due to the presence of strong couplings. There is still another case, which all 
though a little more complicated offers a similar possibility, namely the com) 
parison of the K>e+v+-nandK->u-+v +7 modes [16]. A decay mod 
K + 1-++ v +7 can also be represented by a black box | 
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The structure of the black box is here a little more complicated because there 
is one more prong coming out from the box. One finds that in the K rest system 
one now needs two functions of the pion energy to describe the box. In fact 
4-momentum conservation requires 


PK = Pe + PL (46) 


and, taking px and Pf as independent, the most general matrix element will be 
of the form 


(ly, Peay) (47) 


where Pr is a linear unknown combination of px and Pf. Using the Dirac 
equation ond can write (47) as 


m X(lav)+iY(ly, pea) (48) 


where X and Y are unknown functions of (pk px), a quantity which is essentially 
the pion energy in the K rest system. The hypothesis of universality implies 
that X and Y are the same functions of the pion energy independent of | being 
au or ane. To see in a particular case how one does effectively find limitations 
on the decay probabilities from the hypothesis of universality, consider the 
particular configurations where the pion is emitted at rest 


CE aa 
Vv K e 


The situation is exactly the same as form e + vy and z— yp + v and in fact 
for such configurations the ratio 


ats oe Cnty Fie 
| pain ice veer 


is uniquely determined 


2 2 2 
, me (33 — m 
set ee: 

mi. 


2 
A aN hy es - 10-6 49 
ae at=ran) 28 ya 


where 4,= mx — m,. The only change with respect to the pion case has been the 
appropriate modification of the phase space factor. In the general case one finds the 
following consequences from the hypothesis of universality: if the pion energy is 
measured the electron energy spectrum is uniquely determined and only two 
possible muon spectra are allowed. For each of such two spectra the complete 
muon polarization (longitudinal and along the pion direction) is uniquely pre- 
dicted [16]. More stringent conditions. follow if it is supposed that as a first 
approximation the energy dependence in X and Y can be neglected. 

Finally, a few words about the §-decay of hyperons. If such decay modes were 
much more frequent than they really are, one could think of proposing tests of 
the universality hypothesis by comparing for instance A®°—> p +e + v to 
A° > p+ yu + V. The leptonic decay modes of hyperons are however surprising- 
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ly absent or very rare. If one assumes that the coupling constants are not 
renormalized (or at least only little renormalized asit appears in @-decay), then 
one expects from a direct (pA°) (ev) interaction, A p +e + v ata rate of 
5.3 - 10? sec-!, corresponding to 1.6% of the decays. Similarly from (Xn) (ev), 
v--—> n+ e- + v would occur at a rate of 3.5": 108 sec"*, corresponding to 5.6% 
of the cases. No evidence has been reported so far for such decay modes. We 
want to make a few remarks here in this connection. First, we know that 
leptonic decay modes of hyperons cannot be completely absent. In fact even if 
there were no direct interaction of the sort (pA°) (ev) one still would have graphs 
such as 


p 
(3 
bs (50) 
v 
A 
and 
P e 
% (50’) 
A 
A v 


and we know that the four vertices in the above graphs do exist, correspond- 
ing to the production experiments and to thee K>e+v, K>xz+e+ 9 
decays (K —> e + v must be inferred from K — u + v). Graphs of this sort will 


occur in a dispersion theory treatment of the process. The intermediate states | 


are taken in the Heisenberg representation. It can be shown that (50) gives a 
negligible pseudoscalar contribution (the K is assumed to be pseudoscalar), 


whereas the contribution of (50’) is qu te appreciable, but its evaluation is a | 
little uncertain. The second remark, that we want to make is that if, as we also | 


considered, in the strangeness-non conserving current also terms (Kz) are 


present, there would be also contributions arising from A > p + K->pte+ 
+v+7°-— p-+e +-v and similar processes. However the axial contribution 


(no interference A— V in the total rate if the electron mass can be neglected!) |} 
is left unchanged. The restriction only to the (pA)(ev) term is much more || 
stringent than the hypothesis of universality. Finally, numerical coefficients may 
very well be present in front of the term (pA) in the current, depending on the |} 
way in which universality has to be formulated. Such coefficients may have to | 
do with the question whether one really has to put the A-field operator into the |} 
original formulation, which has to do with universality, or whether one has |} 
instead to use particular linear combination of the different hyperon fields. It || 
is apparent that no answer to these questions will be possible unless the avai-| 
lable experimental information is greatly increased. Of course one can also}| 
always invoke renormalization effects for the coupling constants to explain) 
deviations of the data from the theoretical predictions, but it would seem to us}) 
that such justification would be a little dubious if one has to usevf for all the}} 


cases in which no leptonic decay modes are observed. 
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4.4. The hypothesis of non-renormalization for the vector part of the 
strangeness-conserving current 


We can now formulate explicitly the hypothesis of non-renormalization for the 
vector strangeness-conserving current, according to the Feynman — Gell-Mann 
proposal. We shall also reproduce a recent suggestion by Gell-Mann for a 
possible experimental test of the hypothesis [17]. Experimentally the 8-decay 
Hamiltonian is found to be given by 


V8G4 (Pp y,.4 (1+ ays) n)(Cy,av) + hc. (51) 


where G is the same (inside experimental errors of 2%) as the u-decay coupling 
constants appearing in the interaction term 


V8@(Vy,au) (@y,ay) + hic. (52) 


The constant « is found to be 2 + 1,20 (18). The sign + is determined from 
the experiment on the decay of polarized neutrons, which gives very small 
asymmetry, thus suggesting the A—V form instead of the A + V form. We 
have already discussed in 4.1 how the ambiguity between the A—V and A + V 
combinations could not be solved from the theory alone but had to be decided 
by experiment. As to the magnitude of a it can also be derived from the polari- 
zed neutron experiment, but with a rather large error. Better determinations are 
obtained from the B — X-diagram, and from the free neutron lifetime. In this 
section we shall mainly discuss the problems arising from the result 1), namely 
from the equality of the renormalized vector constant in §-decay to the value 
of the bare coupling constant as obtained from y-decay. The problems arising 
from 2), namely, whyis the A renormalization so small and why is it such as to 
increase the value of the coupling constant, will be discussed in the next sec- 
tions. 

The Feynman — Gell-Mann suggestion to explain the absence of renormali- 
zation effects in the V part of the §-decay interactions consists in postulating 
that the strangeness-conserving vector current is divergenceless. The absence of 
renormalization effects on the charge e in quantum electrodynamics is a conse- 
quence of the divergenceless of the charge current, which for instance for a 
system containing nucleons and pions is given by 


ja = 72 + IP =4 Grey) + Wyuts yp) + i(G* 730.9 — (On 9)* Ty). (53) 


Here the first term is divergenceless because it is the local nucleon number 
current, while the last two terms are divergenceless because they add up to the 
local current of the 3-component of isotopic spin. The decomposition corresponds 
strictly to the decomposition of Q according to 


Q=14N+1,; (54) 


for a system with zero strangeness. The interaction with the electromagnetic 
field is given by 


=€j,A, = ej VAn— e3 A, (55) 


and the first term contributes to the Hamiltonian a term behaving like a scalar 
in isotopic spin space, while the second term contributes a term behaving like 
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the 3 component of a vector. Now one can by analogy postulate that in the 
vector part of the weak strengeness-conserving interaction what is coupled is 
the (+) = j0 44 j2) component of the isotopic spin current 


, ' On 
i =4iN%Gy,N + Cb Me eee ts (56) 


More explicitly the V part of the 8-decay interaction is given by 

— GI) UP) + hee. (57) 
where 

Kt) =i V2(ey,av). (58) 


The lepton covariant I{+) plays here a role entirely similar to the field A,. The 
term (56) is directly comparable with the term — ej) A, in (55). The matrix 
elements are strictly proportional. For any y-transition due to the second term | 
in (55) there is a corresponding transition due to (57). The Hamiltonian densities |} 
that contribute are, for the two transitions, 


— AFH IG) + he. (59) | 
and 
— ji A,. (59') 


Let us study in detail the analogy by making a multipole expansion for both | 
the isotopic vector part of the electromagnetic interaction and for our vector 
weak coupling. The monopole terms are (limiting the discussion to e~ emission) 


--G1,V2 (&y,av) (60) | 
—el,Ay (60') 


where J is the total isotopic vector and the fields are taken at the nucleus. ) 
Equations (60) and (60’) may be used if one can neglect the energy release to the || 
lepton and to the photon fields. For instance one can compare 


nt +n + et + (61) | 


with the B-decay mode of O14. They both are O > O-transitions, so only V is || 
involved. One has to evaluate the matrix element of J, between 7m and 7°, and || 
between O14 and its daughter nucleus. This can be done by only isotopic spin, 
considerations and one actually finds that 7+— n° + e+ + v and O14 have the || 
same ft-value. The phase space available in (61) is however so small to make any || 
experiment to determine its rate very difficult. In general in any O+ > Ot|| 
@-transition, which is allowed and only involves the V interaction, the matrix || 
element will be that of J, in the approximation in which (60) ‘holds. This is |] 
however not a strong prediction of the theory. Jt would automatically he satis-. 
fied in any nuclear model in which the nucleus is described as a system of dressed || 
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nucleons. For a possible verification of the theory Gell Mann examines a situation 
like the following. Consider a scheme like this: 


L,=+7 Lz =0 ig a J=1*, Le 
(N®) (C®) (B72) 
oS 6 
pe ae Ee Nt Te 
aS J=0%I=0 


The nuclei indicated in parentheses correspond to a particular example of the 
situation. In such a particular example the excited state of C2 is at 15.11 Mev. 
The effective Hamiltonian for the y-decay, for instance from the J, = 0 level, is 


— HM (rotA),. (62) 


In fact the transition occurs through magnetic dipole, since 4] = 1 and there 
is no parity change, so the matrix element will essentially be that of the pseudo- 
vector H. In isotopic space AJ = 1 for the transition so that only the isotopic 
vector part of the electromagnetic interaction Hamiltonian contributes to the 
decay. Consider now the @- transition. Here AJ = 1 and there is no parity 
change, so one has a Gamow-Teller matrix element, due to the axial, which is 
given by 

— (V2G@a) Mgr(éo,av) (63) 


always considering J, = 0. This matrix element will of course give the main 
contribution. One may however be able to measure higher order corrections. 
There will be a matrix element contributing, which is completely analogous to 
the electromagnetic matrix element (62), in the sense of the correspondence 
given by (59) and (59’). This matrix element can be obtained directly from (62) 
by the suitable substitutions, and it is 


pues le (eB Seng (64) 
mn 


In (64) a factor /2 has been introduced to account for the fact that the matrix 
element of j{+) is /2 times larger than that of j{*), for the particular transitions. 
Now it turns out that the term corresponding to (64) in the absence of the non- 
renormalization hypothesis would be much smaller than (64). The reason is 
that the transition magnetic moment yu here contains also the contribution to 
the magnetic monents from the meson clouds, since the pions are now also 
coupled to the leptons. Thus, for the transition considered one has so far the 
matrix element (63) and the matrix element (64). However since one is intro- 
ducing with (63) “forbidden” contributions for the vector, one should for 
consistency also look for ,,forbidden” contributions from the axial at the same 
‘order. It comes out that two more contributions have to be added. For the total 
‘matrix element Gell-Mann gives the expression 


| — (V2@a) Mar [eB {o, — ia(K,a), — bK,ays} ay] (65) 


13* 
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where @ = wV2myo Mer), and b is another unknown constant. For hig 
energy (-transition the term proportional to 6 can be neglected and one find 
that the spectrum will have the usual allowed-shape apart from a correctio 


factor 


cd 


14+4Ea (66) 
where E is the electron energy. To calculate a one needs w and M gy. The latter 
can approximately be calculated from the lifetime for the transition | 

(ft) x (a Mor). (67 


The transition magnetic moment mu can be determined from the magnitude o} 
the y-decay rate, as can be calculated from (62) | 
2 


Ty = ane a> (68) 
where w is the y ray energy. For the mentioned example of B!2, C!2 and N® Gell! 
Mann finds |a| ~ 2,3my'. One can estimate in this way that by comparing thi 
spectra from B!* and N? one finds an effect of the order of 20%. The correctior 
factor will be 1 + (8/3)@E for 8-(B!) emission and 1 — (8/3) a# for B* emissio}| 
(N22). The ratio of the two factors will be 1 + (16/3) aH, and 1 + (16/3)aH at thi 
maximum energy just amounts to about 20%. Many similar possible tests of th) 
theory can be proposed for forbidden transitions, but wo think that the tes} 
here reported will be sufficient to illustrate the kind of argument. 

We shall next discuss the problem of the renormalization of the axial couplin 
constant. 


4.5 Impossibility of a non-renormalization hypothesis for the axial part of 
the strangeness conserving current. Quantitative estimate of the 
renormalization effects 


As we said before the Gamow-Teller coupling constant in B-decay is by now d¢ 
finitely different from the Fermi coupling constant and thus one should nq 
insist further in trying to make the axial coupling constant also non-renorma ! 
zable. Also, it might be difficult, mathematically, to make the axial curre } 
divergenceless. — although this question is perhaps unrelated to the previou 
one. One has an argument due to GOLDBERGER and TREIMAN which shows thé 
absence of divergences of the axial current would anyway be in conflict wit 
established experimental evidence in 8-decay [19]. Let us sketch here the arg 
ment. Write the axial 8-decay matrix element in the form i} 


(Ue Yu AUy) <p | n>. (64) 
Now <p | n> can be written as | 
<p li? |m> = (up [a (K?) yu ys + 1b(K*) Ky ys] Un) Gi 


where K, = K® — K is the momentum transfer, a(K?) and b(K2) a 
nucleon form factors. The form (70) follows from Lorentz mvariance, ti 
reversal, and charge independence. In particular a possible term of the for} 
UpOpvY¥5KyUn does not appear because of the circumstance that n and p belo 


‘ 
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to the same charge multiplet. Using the Dirac equation for the leptons and 
momentum conservation, one finds for the A-matrix element of 8-decay 
a (K*) (We Yu @ Un) (Up Yu's Un) + Mme b(K) (Ue@ uy) (Up Ys Un)- (71) 


The effective A coupling constant is g, = =a(0), because of the smallness of the 
momentum transfer, and moreover there is an effective PS coupling constant 
gp = me b(o). If now we postulate 
a i 
Ox, 


=0 (72) 


we find in momentum space 


He Dili auin sa0: (73) 


Substituting (70) in (73) we find (u,[a(K?)y,Kyy, + 1b(K?) K?ys]un) = 0 and 
using the Dirac equation for the nucleons, we finally find the relation 


2mn Me 
Ip a ie Kk GA 


(74) 


between the PS and the A coupling constants. The ratio g,/g, turns out then to 
be energy dependent, because of the K? dependence, and very large, ~ 1000 at 
least. This is inconsistent with experiment. No such difficulties arise for the V 
part. Here the matrix element analogous to the (70) contains only a y, term and 
a term o,,K,. The term with K, alone disappears by invariance arguments. It 
is then evident that the condition (73) can indeed be satisfied. There is perhaps a 
more direct argument to show that the axial strangeness conserving current is 
not divergenceless. In fact the decay modes m > » + v, te + y, could not 
occur through such a divergenceless current. Since they both exist, the A 
current cannot be divergenceless. 

Finally let us speculate about the quantitative aspect of the renormalization 
problem for the axial coupling constant. If one accepts the Feynman-Gell-Mann 
suggestion that the vector part is non-renormalizable, one is then left with the 
comolusion that the renormalized axial coupling constant is « times larger than 
the bare coupling constant (with « + 1.20). The first question concerns the sign 
of the renormalization effect. Why is the affective coupling constant larger than 
the bare coupling constant? We first should point out that the situation here has 
not very much to do with simple cases where essentially only one field is invol- 
ved. One likes to imagine that an original bare charge polarizes the vacuum 
and is then surrounded by charges of the opposite sign, so that the total effec- 
tive charge is diminished. Here, however, the situation is certainly quite 
different. More appropriately one can discuss the effect in the static source 
theory. One can easily convince himself that the renormalization factor which 
multiplies the bare ernie constant to give the renormalized coupling con- 
stant is something like ( a (1/3) )u?)(1 + 327), where x? is the probability of 
finding in the cloud a aa eS; given charge. This factor is certainly less than 
unity. So one is led to the conclusion that, if the renormalization effects are such 
4s to increase the value of the coupling constant, a more sophisticated descrip- 
tion of the nucleon is necessary to evaluate them — in particular nucleon-anti- 
2ucleon pairs will presumably play an important role. Perhaps the best framework 
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for a discussion of the problem is offered by the dispersion relation approach. | 
particular we refer to the GOLDBERGER TREIMAN work on the form factors ff 
weak interactions [19]. We shall discuss this approach later in more detail, a1 
make here only a few comments concerning the question of the eee | 
of the axial coupling constant. 

It ist clear that if one wants to calculate with dispersion relations the renomras 
zation of the axial coupling constant, one is not allowed to make any subtra 
tion in the relations. Such a subtraction would essentially mean the intr 
duction of the renormalized coupling constants itself in the expressions. One h 
then to assume that a dispersion relation 


Im a (— - dé’ Im c(— &’) 
a al i ie ine 
with ‘‘no subtraction” holds for the difference between the form factor a/( (K%) | : 
equation (70) and the analogous form factor c(K®*) for the vector coupling. There e| 
certainly no definite theoretical reason why (75) shoud be valid. Unfortunately ty 
question of knowing when and where one has to make subtractions in dispersi¢ 
relations to have convergent expressions is still quite unsettled. GOLDBERG 
has expressed the ,,feeling”’ that there is a close connection between subtractic 
and bare couplings in the original Lagrangian [20]. So for instance in the GOL] 
BERGER-TREIMAN work on the form factors in B-decay [19] the dispersion relati« 
for a(&) is used in a subtracted form corresponding to the existence of the bay 
coupling for axial @-decay n> p + e- + v. Another subtraction is made for ti 
vector form factor c(€). However, in calculating 7 — e + v, which goes throuj 
a loop and for which there is no primary interaction postulated, no subtracti¢ 
has to be made. So in principle with two numbers, namely two subtractie 
constants g4 and gy, and all the required informations about strong interactiy 
amplitudes, one shoud have a complete description. This possibility does 
appear in the usual perturbation theory approach to renormalization. 
normalization here is intended for a theory in which weak interactions a 
taken only up to first order [22]. Thus in a theory where pion and electromagn 
tic interactions are taken at any order, and one then adds a bare A, V cow 
ling between n, p, e andv, one finds that apart from the renormalized A a 
V coupling constants one still has two possible ge ied Ae counterterms 


atest ae = [ae 


strong interaction amplitudes, is now required to have a wtiebate descriptia 
If one adopts the non-renormalization hypothesis, one finds that apart from t! 
renormalized A and V coupling const ants(the latter coincident, of course, wi 


the axial. More specifically, in the first case (no Hypovhenie of nonarenornshines | | 
for the vector part) if the original weak couplings are 


(Pp Yu Yn) (Ye Yu @ Py) + h. c. (7 
and i) 
(Pr¥s7uYn) (YeYs¥u@Yy) + h. c. (74) 

one finds three more terms that may occur as counter terms, namely 


Ree 


Po(On@) (e Vuav) + hc: ~~ . ( | 
(OG) y (e Yudyv) + h.c. , (71) 
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(Ou.¢) (e VsVu av) ++ h.c. Chi) 


re 0, is 0/Ox, — ieA, in the presence of electromagnetic interactions. From 
arge independence considerations it follows however that (77) and (77’) have 
occur in a definite combination, so that only one renormalization constant 
s to be introduced for the two counter-terms (77) and (77’). The counter 
rms (77) and (77’) would correspond to processes 


no>ntety (+y) 
nile the counter term (77’’) corresponds to 


4 m—>e-+v (+y). 


the non-renormalization hypothesis for the vector part is assured, then the 
upling constants of (76), (77) and (77’) are related in a definite way from the 
juirement that the total interaction is of the form 7) (ey, av) + h.c. 7) 
ing the corrent for the ‘“‘plus’” component of isotopic spin. In this case one 
eds three constants only, for a complete description. In both cases, however, 
-> e + y corresponds in lowest order to a primitive divergent diagram and a 
ecific counter term has to be introduced for it, in contrast to the dispersion 
lation approach where one does not make any subtraction in the relation for 
e relevant form factor. From this discussion one sees that one is here con- 
mted with two quite different possibilities. The dispersion relation techniques 
ake it possible to give unambiguous answers for questions which could not be 
nsistantly formulated in perturbation theory, unless by recourse to arbitrary 
t-off procedures. Their correct formulation in perturbation theory would 
ply the introduction of renormalization counter terms. The mechanism by 
ich such difficulties are avoided in the dispersion relation technique is 
rough the automatic appearance of relevant cutoffs in the expressions. The 
nvergence of the dispersion relations with the minimum number of subtrac- 
ms has however to be postulated. An example which illustrates very sharply 
ese differences is provided by a recent formulation by CINI, FERRARI and 
\TTO [23] of the problem of the neutron-proton mass difference. In perturba- 
m theory the physical masses would already be introduced through suitable 
unter terms. With the dispersion relation technique the problem can be 
‘mulated unambiguously, provided the convergence of the dispersion relation 
assumed. In particular in the lowest, and certainly inadequate, approxima- 
n in which only the intermediate state of a physical nucleon is considered, the 
mula that one obtains is similar to that obtained by FEYNMAN and SPEIs- 
.NN with a cut-off perturbation theory [24]. In the dispersion relation approach 
> natural cut-off is provided by the Stanford form factorsfor the nucleon. Let 
thus point out that there are at least two possible attitudes as far as the 
estion of subtractions in dispersion relations is concerned. There is an opti- 
stic attityde: one has to make a subtraction every time there is a correspon- 
1g bare doupling or a renormalization counter term in the Lagrangian. The 
‘itude expressed by (23) is more optimistic than what we called the optimistic 
‘itude. There ist however a chance that such a super-optimistic attitude may 
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axial coupling constant)— (vector coupling constant) = 


=> fae aml &) Le = fa Im o(—$') t 


&’ — té IU &’ — 1€ 


Equation (75) has been suggested to us by Symanzik, who thinks that it may 
conjectured to be correct by an argument similar to one developed by KAL 
[25] in quantum electrodynamics. Unfortunately the evaluation of the integ; 
in (78) is certainly a big task. The first contribution comes from the 27 sti 
but it does not seem to be able to give the correct sign and magnitude of | 
renormalization effect. : 


4.6 About possible extensions to other currents 
| 


Let us summarize what we have seen about the strangeness-conserving curt} 
S#. The vector part may very well be non-renormalizable. There is a difficy 
with the o-value, but here one has to wait for better experiments. The axial ] 
has almost no chance of being non-renormalizable. Now what about the dii 
gences of the strangeness non-conserving currents? If we say that the 
pseudoscalar then the A part of the strangeness non-conserving current S4 
certainly not free of divergences because of the existence of K > u + v, wh 
occurs through the A part and implies a divergence. For the V part one can Hf 
to have experimental information from the K — e + v + x spectra. Such de 
modes in fact occur entirely through V and the condition on the current t 
divergenceless imposes restrictions on the form factors for such decay. This 
been discussed by GOLDBERGER and TREIMAN [19] and also by WEINBERG | 
[26]. The last authors however do not use explicitly the hypothesis of unive 
lity and thus they obtain less stringent requirements. The matrix element 
K—>e-+y-+7 equation (4) is written in the form 


(1 y,av) <7 | Vi. | K> 


where <x |V, | K > = e(K?)P, + ¢(X*) Kk, 2, =o oo. 
K, = pi) — pi. The hypothesis of non-renormalization would im 
K,<7|V,.|K> =0, thus giving a relation between d and c, namely K?} 
= (mk — m;) c. Therefore in (79) only one form factor isunknown. It can bes | 
that the decay ratefor K->e + v +7 has then necessarily to be larger than thi 
K—+>w-+v-+7. This conclusion is not inconsistent with experiment. 
stringent tests along the lines of reference (16) are still possible however but 
will have to wait for better data. We should like, however, to point out th 
may in fact be difficult to formulate theoretically a conservation law fo 

vector part of the strangeness non-conserving current. For the strange 
conserving current we employed conservation of isotopic spin. However 
strangeness non conserving current will behave in general like a superpos}} 
of T = 1/2 and T = 3/2, and no similar possibility can be thought of inthis ¢| 
A final remark concerns the possibility of including in the scheme for} 
strangeness conserving terms beside the 7’, and 7'_ currents.of isotopic spin}} 
the neutral 7 current, which could be coupled to neutral‘lepton class) 
according to the scheme proposed in 2.3. The only motivation for such a sck 
so far would be its greater symmetry. Furthermore one would perhaps ]| 


v 


Problems in the Theory of Weak Interactions 173 


me new possibility open for the relevant question of defining in a local way 
tations in isotopic spin space — a question that was explored some time ago 
y YANG and MILtLs [27]. 


4.7 Further discussion on the role of strong interactions 
in weak processes 


Comparison between absorption and decay 


fe shall here discuss a little further the problem of the role of strong inter- 
tions, and in particular the question of the comparison of u-absorption, u- -}-p 
-n-+ , with B-decay n> p-+e+4+¥. 

he reason why a problem like this is perhaps easier to reduce to a quantitative 
ialysis than for instance the problem of the leptonic decay of hyperons, can 
> readily understood. In comparing p-absorption to f-decay, one is only 
udying structure functions of the kind 


<n|Ju|P> 


here J, can be either niypV5Yp OF Pn yyy at different momentum transfers. In- 
ead, tocompare for instance A° > p + e~ +-v ton—>p +e + v one would have to 
mpare two different structures, namely, < A® | J, | p> to<¢n|J,|p>. 
ne also notices how such a comparison cannot be done if one has to make sub- 
actions in the dispersion relations. In fact the subtracted effective coupling 
mstants for the two structures would be unrelated, so that no definite com- 
ison, for instance between the decay rates, would be possible. When com- 
ing instead y-absorption and ®-decay, one is studying the same structure 
nctions for different momentum transfers, and the subtraction constants can 
» identified with the effective coupling constants in §-decay. The process of u 
sorption can then be compared explicitly with $-decay, provided one is 
jle to evaluate the absorptive parts of the structure functions with sufficient 
curacy. A similar situation ocours in the comparison of K > p+ 7 + v to 
->e+nx+y, studied by CABIBBO and GATTO [28]. Here again the same struc- 
ire, namely 


(K| Jz | n> 


studied at different momentum transfers. Nobody knows whether a bare 
upling has to be postulated for K > x +1-+ v (see our remarks in 2.1), as 
was postulated form —>7 +1-+ v. 

i order to get a first qualitative insight into the problem of u-absorption let 
| first make a few simple-minded remarks. It is easy to see that if the inter- 
tion is A — V and if one completely neglects any strong interaction effect, the 
sorption only occurs from the singlet state of the u- — p system. In fact the 
efficient of the non spin-flip term in such a case is opposite to that for the 
in-flip term, in a non-relativistic approximation, so that no absorption can 
eur from the triplet state. Now for singlet absorption from the lowest s-state 
ere is apparently no asymmetry in the distribution of neutrons with respect to 
e y-spin, and the neutron longitudinal polarization will be maximum (the 
tron will be left-handed) 


2 C 
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Of course one expects modifications from this oversimplified picture, when 4 
effects and relativistic effects are taken into account. Virtual pion effect 
u-capture have been considered by WOLFENSTEIN [29] and by GOLDBERGER 
TREIMAN [21]. WOLFENSTEIN uses ordinary perturbation thecry, w 
GOLDBERGER and TREIMAN apply the dispersion relation techniques. The ress 
are essentially the same. WOLFENSTEIN considers the diagrams | 


x N 
af Y Bd ae Vv 
we aaa ie < 6 
Ne Nu NV - 
N N N 
[7] [2] [3] 


which express pion radiative corrections to the original diagram 


Vv 


Nv We 
[2] 


The diagram [1] contributes a renormalization of the coupling constants of | 
Diagram [2] can be studied in more detail. Instead of [2] it is convenien} 
consider all the diagrams of the kind 


aR. 
[2] | 


where the black box represents not only the pair state. of diagram [2] but |} 
includes all possible contributions with hyperons, et cetera. If the pion in} 
were on the energy shell the calculation of [2’] would only require the renor «| 
zed x — N coupling constant and the 7 yu + v decay matrix. Since the } 
is off the energy shell for about 2m,, such an approximate evaluation 1 
introduce errors ~m,/M. The contribution of [2’] will consist in the addi 
of a PS coupling to [0] and the magnitude of the coupling constant can| 
calculated in the above approximation as 


m: + q@ 
= 9 . 103 
fF MP (m2 + @) 
where q is the four-momentum transfer and q3 = (1/2) m2. The sign here isi 
undetermined because the pion lifetime does not determine the phase of || 
transition matrix. Comparing with the known value of the,vector coup) 
constant one finds gp ~ +9 (vector coupling constant). Moreover gp cat 
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related to the axial coupling constant if one introduces into [2’] the contribution 
of the simplest diagram 


for x decay, instead of the black box. In this way one finds that gp has the same 
sign of the axial coupling constant. The GOLDBERGER-TREIMAN treatment leads 
to the same conclusion. Finally let us consider diagram [3]. This diagram contri- 
butes a vector and a scalar term as can be seen from the following argument. 
Take P“ = p¥ + p¥ and Q# = p# — p# as independent momenta to describe 
the two pions with momenta p# and p#. The intermediate two pion state must have 
isotopic spin one, as is evident from charge independence. Therefore it must be 
odd in Q“ in order to be totally even. One can construct three matrix elements 
for the x + ~— uw + v process, namely 


(uQ- Pav), (uy.QMay), (Uy Q" yyw PY ay). (81) 
By use of the Dirac equation one finds however that the last term in (81) reduces to 


the second ( P# is also Pin) + lv): So one has a scalar contribution (uQ- Pay) 
and a vector contribution (uy,Q“av). The scalar contribution is however expec- 
ted to be small since it is proportional to P,, which is small for this process. The 
vector contribution can be considered as a further renormalization of the original 
vector part of [0]. Keeping only [0] with the renormalized constants and [2’] 
WOLFENSTEIN calculates, assuming that the two renormalized constants 
satisfy gy = — g4, that the asymmetry parameter from polarized muons changes 
‘rom 0 to — 0.22 by the inclusion of [0’], while the longitudinal polarization of 
she neutron is reduced from 1 to 0.93, and the hyperfine splitting effect 


1/4) (A,— A)/A, of which we shall talk later in more detail, changes from — 1 to 
— 0.93. Such values are furthermore essentially not changed by the inclusion of 
elativistic effects. 

\ confirmation of the validity of the above picture comes from the work of 
JOLDBERGER and TREIMAN on form factors in 8 decay and y-capture [21]. Their 
talculations are based on dispersion relation techniques of the same kind as 
tsed for the study of the electromagnetic structure of the nucleon. The S matrix 
expressed in terms of nucleon form factors, which are assumed to satisfy 
lispersion relations. They can thus be expressed, roughly speaking, as integrals 
iver their imaginary parts. The imaginary parts are then estimated by intro- 
ucing a set of intermediate HEISENBERG states and keeping only those states 
hat are supposed to contribute mostly (this in theory; in practice one keeps only 
hose states for which one is able to say something reliable). The weak inter- 
ction Lagrangian is supposed to be of the form 


(Pp Ya (Cy + C45) Yn) (Pe Ya @ Py) - (82) 


t is irrelevant to make assumptions about cy and cy since they are bare coupling 
onstants and the subtracted dispersion relations will only contain the renor- 
ralized coupling constants. The only assuption is that cy, c, are the same, inde- 
ndent of | being ap or ane. No directr>7+e-+ interaction is assumed 
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to exist in the Lagrangian. The S matrix element for e (ory) + p72 + 
(K capture or p. capture) can be written as 


S = i(2)8 64 (n + py— p — Pr) ((@Vive ys 1) <n|A0(0)| P> + 


+ (@ ye 1) <n |VQ(0) |p>] (8% 
where, ”, p,, pand p; are the four momenta of n, v, p and | respectively. A,(0) 
= C4(WatVeyspy) and V.(0) = cy (yn Yop). One then uses invariance argumen: 
to express the nucleon matrix element in terms of suitable form factors 


9 


én |A_(0)| p> -(=" 


Po % 


Me | 
(Gi [a (K%) ive — 6(K2) Kelysp) 


my \"'? ; 
<m|Ve(0)| p> = ()" Lol) 7 — 14K) oe Kl) 
Po % | 
where a and b are functions of the invariant momentum transfer K? = (n — 1 


It is important here to note that in deriving (84) and (85) one has to maj 
explicit use of charge symmetry, otherwise additional terms would appe¢ 
What limits the structure functions to the simple form (82) and (85) is the fal 
that (82) behaves as a first class quantity under the operation G, and 7) 
strong interactions are invariant under G. This has already been discussed | 


section 3.2. Substituting (84) and (85) inte (83) one finds | 


2 \ as | 
S =i Qa) d(n + py — pv — ) (ZX) "fal K*) @iye76) (i ye 76) +] 
+ m, b(.K) (a% 51) (nysp) + ¢(K?) (@V ye 1) (NY P) + 


+ id(K?) (@V Ye (Pe — Pv)x 1) (RN oex P)I (| 


Looking at the structure of this S matrix element one finds that one has ag@ 
an A (with coupling constant a(K?)), a V (with coupling constant c(Ki 
and moreover a Ps (with coupling constant m, b(K?) = gp) and a derivatt 
term (with coupling constant d(K?). Calling (n — p)? = & one then writes do} 
dispersion relations for the form factors a, breeds 
¢ f,,, Ima(—£) 
m a(— & 
a é = ae d 4% 
( ) JA ai SBE pe te) 


co 


1 I — &' 

mg | Meets 
sigs ttn oe UR an | 
c(é) SSN = [ae & (2? 4. & — te) ( 

0 

1 a Im d U 
d(&) an ret | dé’ ri a (8} 
‘ . ; i] 


Problems in the Theory of Weak Interactions 177 


One has made subtractions for a and c, and called g, = a(0) and gy = c(0). 
These are the form factors at zero momentum transfer: they are the renormalized 
coupling constants. From n — p= p, — p, we find & = — I? — 2[(p,p,) — 
— (pi py)] = —P + 21, and from E, ~ 1; & ~ 1?. Therefore for K capture the 
momentum transfer in ? ~ mg and one can approximately identify g, and gy 
with the coupling constants for A and V in B-decay, serie with a(m2) and 
c(me) respectively. For u-capture one has to deal with a(m?), b(m2) et cetera, 
which may be appreciably different from their values at zero momentum 
transfer. One has next to evaluate the imaginary parts of the form factors in 
the equations (87). By use of the reduction formula one can show that the ab- 
sorptive parts of (84) and ee are given respectively by: 


a =a(> my" Bn 0] Ag] ey ¢3] F( (OPS OG OR By (38) 
Va =n(Z) Sn /0\Ve|s><s| FO)|p) d(0, +0 =p) (89) 
0 s 
where 
0 
GOL [eae + ml y (2x) (90) 


and one has inserted a complete set of physical states 6. Graphically one can 
represent expressions (88) and (89) by diagrams of the kinds 


pone 


where the dotted line represents the intermediate states. The states that can 
occur in (88) are 1x, 37, 57, NN et cetera. So one has the decomposition 


SR EE eae ety 


The states that can occur in (89) are 27, 42, NN et cetera, graphically 


P cick & sel aang 
= + 
e 
n ean 
(92) 
In (91) and (92) the first terms correpsond to the subtracted renormalized 


coupling constants. The second term in (91) gives only a PS contribution which 
can be calculated by inserting the z — e + v decay matrix at the second vertex. 
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According to GOLDBERGER and TREIMAN this term should be in y-capture th 
most important correction due to strong interactions, apart from the renormalii 
zation of the coupling constants, In §-decay the only essential correction is tht 
renormalization of the coupling constants. The actual calculation of the variou 
terms in (91) and (92) is performed by inserting suitable analytical continuation) 
of the various matrix elements at the different vertices which in the physicak 
regions would correspond to observable physical processes. Of course this proce: 
dure can only be done for the simplest terms of the expansions (91) and (92) 
and even in an approximate way It is however a conclusion of both the pertur: 
bation calculations about which we have already reported, and of this annerat 
relation approach, that the effective Hamiltonian for u-absorption should be 
well approximated by the effective A V B-decay Hamiltonian, with the additios 
of a pseudoscalar term with a coupling constant about eight times larger tha 
the axial coupling constant. This conclusion is valid if one starts from a bare A 
Hamiltonian. If, according to the non-renormalization hypothesis, also a direc’ 
pion lepton interaction exists, one may use the methods discussed in 2.4 for @ 
phenomenological derivation fo the terms contributed from the vector part. _| 


It is unfortunate that experiments of y-absorption by protons are difficulll 
because of the very low rate as compared to the u-decay rate, and also becausé¢ 
of formations of molecular ions and effects due to small deuterium impurities] 
BERNSTEIN, LEE, YANG and PRIMAKOFF have recently pointed out an inter} 
esting possibility to get information on the effective Hamiltonian for p-aby 
sorption [31]. They have pointed out that there is a difference in the absorptio 
rate of captured muons from the two hyperfine states, and this effect can b | 
measured and give informations on the absorption interaction. When a u- iif 
captured in the K-orbit around a nucleus of spin J, the spin of the total system 
can be F = I + 1/2 or F = J — 1/2. Absorption from the states with F = I + 1/# 
occurs at a rate different than for absorption from the states with F = I — 1/2} 
In fact when the y- is absorbed by a proton the ratio is different according as t 
wether the system is in a triplet or singlet state. However, the spin orientatio 
of the proton is correlated to the direction of the spin J of the nucleus, so the rat! 
will be different for the different spin correlations of the u-spin with J. The abovyl 
authors also give an intuitive explanation for the difference between the abi 
sorption rate A, from the state with F= J + 1/2 and the rate A_ from the state} 
with F = J— 1/2. If the emitted neutrino has a long wavelength it will a 


| 
i 


: ' 


a 


out only 1/2 unity of angular momentum. Therefore the final nucleons have j} 
total angular momentum J’ = F — 1/2 or F + 1/2 and, if F =I + 1/2 the} 
l’=TI orl +1; if F=I — 1/2, I’ =I —1 or I. So there are different finaj 
states that contribute in the two cases. The quantity of interest is (A, — _) [Acar 


where Acapt is the average capture rate. Its estimated value is < 20% for nucl of 
around Z ~ 10, where absorption and decay are about equally probable. How 


| 
to observe such an effect? Since the.total decay rates of the up system a | 


different according as to F = J + 1/2 or F =I — 1/2, one has two lifetimes an¢| 
one may be able to observe a two-exponential decay curve into the modi} 
u-— e--+ v + v. Such a possibility is discussed in detail by BERNSTEIN, LE | 
YANG and PRIMAKOFF. iaoers 
As already discussed the asymmetry in the neutron distribution with respec} 
to the muon spin direction is exactly zero for an A — V interaction, neglectin | 
pion effects. Furthermore the muon is appreciably depolarized in some cased 
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when cascading through the various atomic orbits to reach the lowest S-state. 
It is noteworthy that, for the same A — V interaction, always neglecting pion 
effects, the neutron longitudinal polarization inu- + p—>n-+v is maximum. 
For the practical case of absorption from a complex nucleus the resulting polari- 
zation has been recently calculated using a Fermi model to describe the 
primary absorption process in the nucleus and an optical model to estimate the 
rescattering corrections [32]. For neutrons in the upper end of the spectrum the 
above estimates show that a polarization of at least 50% is to be expected. 
Measurements of such polarizations will however be rather difficult. Many other 
important suggestions have been made to obtain information on the y-absorption 
process, this rather inaccessible corner of the universal Fermi interaction. 
Unfortunately the interpretation of the experiments necessarily depends on 
particular nuclear models. 


5. Conclusions 


It appears from our discussions that, although an enormous advance has been 
made in the last two years in our understanding of weak interactions, there still 
remain many points as yet obscure and many more experiments are needed at 
present. Even if the formulation of weak interactions in terms of a current inter- 
acting with itself will turn out to be correct, the explicit definition of the 
charged current J, is still to be formulated. If the non-renormalization principle 
for the vector strangeness-conserving part holds, the strangeness-conserving 
current is uniquely determined from the requirement that its vector part is 
the plus component of the isotopic spin current and that its axial part is such 
that fermions always appear in the projection (1 2) (1+ y,). No similar rules are, 
unfortunately, available for the strangeness non-conserving current, but we hope 
that some general symmetry will sooner or later manifest itself to provide us 
with an unambiguous theoretical definition of the strangeness non-conserving 
current. For the moment one should also consider the possibility of the contri- 
bution of (Kz) terms to such a current. A considerable simplification is due to 
the dS = + 1 rule. Its most evident empirical basis is the apparent absence of 
=—+>n-+7, but we lack so far a precise experimental upper limit for this 
reaction. It is theoretically important to know whether a neutral strangeness- 
conserving current is also present. There is a quite definite theoretical possibility 
that such a current exists, if the non-renormalization hypothesis for the vector 
part is valid. In such a case the suggestion is that such a neutral current may be 
the 3 component of the isotopic spin current and may also be coupled to leptons, 
with the exclusion of the (ue) pair. Such a scheme would perhaps offer some new 
possibilities for the question of defining in a local way isotopic spin rotations. 
The important question of knowing whether a charged boson can be taken as 
responsible for the charge transfer between the weak interacting pairs rests 
now experimentally on a better determination of the upper limit of ye + y, 
though the present upper limit already leaves rather little hope. The most im- 
portant experimental question is here connected with a very precise determi- 
nation of the electron spectrum in y-decay. The question of the old AJ = 1/2 
rule has not made great advances so far. If such a rule (for the interactions and 
not for the strangeness non-conserving current) has to be encompassed in the 
scheme then one needs a more elaborate formulation. However, the coupling 
of a neutral strangeness non-conserving current to leptons may produce incon- 
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sistencies with experiment. The necessity of independent and accurate experi- | 
mental tests of the non-renormalization hypothesis for the vector strangeness | 
conserving current is hardly to be emphasized. Also the comparison between 
the » and the O" lifetime has to be performed with greater theoretical accuracy. 
It is important here to note the incompatibility at present between such a hypo- | 
thesis and the present experimental @ value of y-decay. The question of the | 
apparent absence of §-decay of hyperons is certainly relevant to the problem of — 
defining the strangeness non-conserving current. The possibilities of a large | 
renormalization of the constants and of contributions from a possible direct 
(Kz)-lepton interaction and K-lepton interaction may of course be invoked. | 
The sign and the smallness of the renormalization of axial 8-decay couplings 
opens many theoretical problems. They are unfortunately connected with the | 
dubious validity of forms of non-subtracted dispersion relations, and also, again | 
unfortunately, connected to our very poor knowledge of the deepest parts of | 
the nucleon structure. The great merit of the dispersion relation approach is that | 
of offering a definite possibility (not yet proved to be correct) of surpassing the 
limitations of the renormalization theory which required with the specification | 
of the counter terms more theoretical input to obtain a complete description of | 
the weak processes. A less ambitious program to understand in part the role of | 
strong interactions in the weak processes consists in comparing reactions in | 
which the same structure appears, such as u-+ p>n-+vtoe+ p>n-+vy | 
or K>x+e+v and K>x+u-+-. For such cases a subtraction in the | 
dispersion relations (either to remove theoretical criticism or only to obtain 
a better convergence) is still tolerable. However the u- absorption process is still |} 
a dark corner of the universal Fermi interactions and much more experimental 
light is certainly necessary to contemplate its details. 
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| Einleitung 
Die beiden zentralen Aufgaben der Quantenphysik sind 


a. Beschreibung der Eigenschaften, insbesondere der méglichen Energiewerte, 
eines einzelnen kompakten physikalischen Systems (Elementarteilchen, Atom, 
~ allgemein Partikel), 

2. Beschreibung der StoBprozesse zwischen solchen Partikeln. 

Wir beschaftigen uns hier mit dem zweiten Problemkreis. Die wesentlichsten 
Gesichtspunkte und Methoden dazu datieren zwar bereits aus den ersten Jahren 
der Quantenmechanik und sind in dem Lehrbuch von Mott und Massey [J] 
dargestellt. Aber es gibt eine ganze Reihe wichtiger Beitrage, die wesentlich 


* Auszugsweise vorgetragen in Oberwolfach (Herbst 1957) und Varenna (Herbst 1958). 
1) R. H. zur Zeit Palmer Physical Laboratory, Princeton University, Princeton. 
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spater entstanden. Teils waren sie angeregt durch die Problematik der Quante 
theorie der Wellenfelder, die eine abstraktere und allgemeinere Formulierun 
des StoBproblems verlangte, teils durch die Kernphysik, die die Aufgabe stellt 
ohne genaue Kenntnis der Krafte das Erfahrungsmaterial der Kernreaktione: 
zu ordnen. Solche Beitrage sind: Die Einfiihrung des Begriffs der S-Matrix [ 
die allgemeine Formulierung des mathematischen Problems zur Bestimmu n 
von §1), die Aussagen von 8 tber den raum-zeitlichen Verlauf von Prozesse 
und die qualitativen Einschrankungen, die sich daraus fiir S ergeben (s. § 
das Verhalten des Wirkungsquerschnitts in der Nachbarschaft von Resonan 
stellen und Schwellen (§ 4 und 5), funktionentheoretische Eigenschaften von 
und verwandter GroBen (§ 6). 


] 
| 
§ 1. Streutheorie / 


Wir besprechen hier ein Modell, an dem die Begriffsbildungen und Methoden d. 
unter [3] zitierten Arbeiten demonstriert werden kénnen. Die Verallgemeiny 
rungsfahigkeit dieser Methoden ist nur in einer Hinsicht beschrankt: es wit 
wesentlich Gebrauch gemacht von der Voraussetzung, da8 der Hamilto} 
Operator sich aufspalten 148t in der Form | 


H=H,+V, (1,| 


wobei H, die kinetische Energie der ungestérten Bewegung isolierter Partik¢ 
V die Wechselwirkungsenergie zwischen den Partikeln beschreiben soll. Wer 
diese Voraussetzung nicht zutrifft (Feldtheorie, aber auch schon Kernreaktion¢ 
mit mehreren Kandlen), dann mu8 die Argumentation etwas verdndert werd4 
(s. § 2). | 
Um uns méglichst einfach ausdriicken zu kénnen, betrachten wir den Fall dj 
Streuung eines Teilchens an einem Potential: 


A, = —— A; V=Vi(r). (1 


Dabei wollen wir annehmen, da auBer den Streuzustanden noch eine Anza 
gebundener Zustande (diskrete Eigenwerte von H) vorhanden sind. Es ist evide 
daB die Argumentation nicht an dieses einfachste Beispiel, sondern nur an ¢ 


werden. 


1) Die Zahl der Arbeiten iiber dieses Thema (‘‘formal theory of scattering’’) ist groB. W 
verzichten hier darauf, eine auch nur einigermafen vollstandige Literaturiibersicht | 


Arbeiten von C. MoLLer, B. A. LIPPMANN und J. SCHWINGER und M. GELL-MANN 
M. L. GOLDBERGER [3] enthalten. Fiir allgemeine StoBprozesse mit zusammengesetzi 
Teilchen in Anfangs- oder Endkonfiguration (‘‘rearrangement: collisgions”’) reicht diel 
Formalismus allerdings nicht aus. Siehe dafiir § 2 des vorliegenden ‘Berichts und die i 


zitierten Arbeiten. 
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Anfangs- und Endkonfiguration. Die OperatorenQ© und Q@ 


Es sei fiir irgendeinen normierbaren Zustand W die Wahrscheinlichkeits- 
amplitude fiir den Ort r zur Zeit ¢t gegeben durch y,(r) (Schrédinger-Wellen- 
funktion). Das asymptotische Verhalten von y, fiir groBe Zeiten laBt sich in 
einfacher Weise tibersehen. Wenn wir WY aufspalten in 


Ya Ppt we. (1,3) 


wobei Y” den Beitrag der diskreten Eigenzustande von H, Y© den des Konti- 
nuums bedeutet, dann wird y? fiir beliebige Zeiten ¢ eine Wahrscheinlichkeits- 
verteilung ergeben, die auf die Nachbarschaft des Ursprungs beschrankt ist 
(gebundene Zustande). Dagegen stellt yr ein Wellenpaket dar, dessen Schwer- 
punkt fiir groBe ¢ im allgemeinen weit weg vom Ursprung ist und das weit aus- 
einandergelaufen ist. Im Limes | t|—> oo nimmt die Wahrscheinlichkeitsdichte 
an einer beliebigen festen Stelle r wie ¢- ab. Wenn nun die Wechselwirkung auf 
die Umgebung des Ursprungs beschrankt ist!), dann hat sie auf die Weiter- 
bewegung eines derartigen Wellenpakets keinen Einflu8 mehr. Das bedeutet, 
wir kénnen eine Lésung ¢;(r) der wechselwirkungsfreien Schrédingergleichung 
finden, so daB 

lim yo (r) — @(r) = 0. (1.4) 


Ks ist wichtig, die genaue Bedeutung von asymptotischen Relationen wie (1,4) 
anzugeben. Nennen wir die Differenz auf der linken Seite von (1,4) 6;(r). Es 
gilt dann nicht nur, daB8 fiir jeden festen Punkt r die Funktion 6, im Limes ver- 
schwindet. Das wiirde bereits fiir p? und ¢, einzeln gelten. Vielmehr ist 


lim /'| 6,(r) |? dr = 0. (1,4a) 


Zur Verallgemeinerung auf kompliziertere Systeme ist es niitzlich eine ab- 
straktere Ausdrucksweise zu benutzen. Wir fassen die Funktion 0, (1) fiir jedes 
feste t als einen Vektor im Hilbert-Raum auf und betrachten die Folge von 
Vektoren 6, wenn ¢ gegen oo wachst. Fiir eine solche Folge von Vektoren gibt es 
in der Mathematik des Hilbert-Raums zwei verschiedene Konvergenzbegriffe, 
die beide im Rahmen unserer Betrachtung eine Rolle spielen. Man sagt, eine 
Folge ®, konvergiert stark gegen Null, wenn die Lange (Norm) der Vektoren 
immer kleiner wird und in der Grenze verschwindet. Wir driicken die starke 
Konvergenz durch einen Doppelpfeil aus, also 


®,=>0 wenn lim |@,| = 0. (1,5) 


Die Folge konvergiert dagegen schwach gegen Null (einfacher Pfeil), wenn 
lediglich das Skalarprodukt von ®, mit jedem beliebigen, aber festen Vektor Y 
in der Grenze verschwindet: 


®,->0 wenn lim (Y,®,) =0 fiir jedes feste V. (1,6) 


1) Es geniigt, daB V(r) fiir groBe r starker als : abnimmt. Auf den Grenzfall der Coulomb- 


streuung gehen wir hier nicht ein. Siehe dafiir [1]. 


14* 


186 W. BRENIG und R. HaaG 


In derselben Weise unterscheiden wir auch starke und schwache Konvergenz 
einer Folge von Operatoren: 
U,=>U_ wenn fir jeden festen Vektor Y gilt UYS>UY (1,7) 

U,—-> U wenn fir jeden festen Vektor Y gilt U,W> UY (1,8 


oder, anders ausgedriickt, wenn in der Grenze die Matrixelemente von U; — 
zwischen beliebigen, festen Vektoren Y und ® verschwinden : 


lim (P| U,|®) = (P| U|®). (1,8 a) 
Wir wollen also die folgende Aussage machen: | 


Jeder Lésung y, der Schrédinger-Gleichung 


die orthogonal auf allen gebundenen Zustanden ist, ist eine Lésung y, der kraftefreier 
Schrédinger-Gleichung 


.0 
i? = Hyp (1,10 
eindeutig zugeordnet durch die Forderung 
lim (py, — 9) > 9. (1,4b] 
too | 


Umgekehrt ist auch durch (1,4b) jeder Lésung von (1,10) eindeutig eine Lésunj 
von (1,9) zugeordnet. : | 
Wir wollen hier nur die leichter zu beweisende zweite Halfte der Aussag 
demonstrieren. Ein mathematisch strenger Beweis findet sich in der Arbeit voy 


J. Coox [4] (siehe auch [5] und [6]). 
Sei eine Lésung g; von (1,10) vorgegeben. Nennen wir ple diejenige Lés 


von (1,9), die fiir ¢ = t) mit p, tibereinstimmt und yie = pr — ;. Es ist dan} 


a 
a Ixi? = 2 Im (z|V|¢). 


ot 
Also 
0 
Ot Ixl < Vol. (1,1 
Fir ¢ > f) ist dann 
Ind <f iV ol ae. (1,11)] 
ty 


Nun ist 
g(r) = (2x) *? [ o(p) FPP- PE” dp, 


wobei @(p) die Wellenfunktion in der Impulsdarstellung bedeutet. | 
Wir kénnen uns auf Wellenfunktion beschranken, die ;,géntigend oft“ stet} 
differenzierbar sind; sie bilden eine dichte Menge, d. h. man-kany jeden ander# 
Zustand beliebig genau durch solch spezielle Zustande approximieren. Ist nt 
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(Pp) geniigend glatt, dann gibt die Methode der stationaren Phase (siehe etwa 
G. BRAUN [7]) die asymptotische Form von 9; (r): 


im(r?/2t—2 se r J vide S 
pa(r) = emir oe) (FS )-3(F) 406 (2) +--+] (1,12) 


Es ist also bis auf Glieder von héherer Ordnung in 1/t 


IV gel? = (™) [vs (")|¢ Fa) 


Wir nehmen an, daB V(r) héchstens im Ursprung singular wird, und zwar nicht 
starker als 1/r und daB fiir groBe Abstande (Vr) starker als r- + ®) verschwindet 
(e > 0). Dann ergibt sich #+2° | Vy,|?—0, d.h. die Norm von Vg, ver- 
schwindet fiir groBe Zeiten starker als 1/t. Damit ist das Integral in (1,11a) 
usfihrbar und geht mit wachsendem f, gegen Null, q.e.d. 

Wir fassen jetzt speziell die beiden Funktionen y)(1r) und (7) ins Auge. Die 
erste gibt die (dem Zustand VY entsprechende) wirkliche Wahrscheinlichkeits- 
verteilung zur Zeit {= 0. Die zweite werden wir die (auf t= 0 reduzierte) 
Endkonfiguration nennen. Man erhalt sie namlich, wenn man, ausgehend von 
den Beobachtungsergebnissen bei einer sehr groBen Zeit T (,,.nach AbschluB des 
to8prozesses‘‘) auf die Zeit ¢ = 0 zurtickrechnet unter Annahme einer krAafte- 
freien Bewegung zwischen ¢ = 0 undt = 7. Wir driicken die Zuordnung zwischen 
) und g, mit Hilfe der Operatoren H und H, aus. Es ist 


2 
dr. (1,13) 


Ye =e yy, Py = emt et Mp. (1,14) 
Also 
Yo = 2” H (1,15) 
it 
U (t) = ef Ft e-ibet = QH, (1,16) 
t+ + ©0 


Den besprochenen Sachverhalt kann man jetzt so formulieren: Der Operator 
2 bildet den ganzen Hilbert-Raum § ab auf den Teilraum §(© der ,,Streu- 
tustande, d.h. der Zustainde, die keine Komponente im diskreten Spektrum 
ron H besitzen. 2 ist der Grenzwert (im Sinne der starken Operatorkonver- 
lyenz) einer Folge von unitéren Operatoren U(t). Falls es gebundene Zustande 
tibt, ist Q° selbst nicht mehr unitar, da es auf einen Teilraum abbildet, wohl 
iber noch isometrisch, d. h. es gilt fiir beliebige Vektoren 9, 2 


(Q G, QY Yo) = (Pr Po) (1,17) 
der +) 

COT al, (1,17 a) 
jum Beweis von (1,17) denken wir uns zunachst Q durch U(t) ersetzt. Die 
ntsprechende Relation gilt dann trivialerweise, weil U unitar ist. Die Relation 
leibt in der Grenze erhalten, weil die Konvergrenz von U(t) gegen 2 stark 
it. 
——— 
Wir verwenden das Zeichen At fiir den zu A hermitesch adjungierten Operator, das 
/eichen a* fiir das konjugiert Komplexe der Zahl a. 
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Der hermitesch adjungierte Operator Qt ist definiert durch 
(py QOt| yp) = (~|Q™| y)* (1,1) 
Aus den erwahnten Eigenschaften von Q folgt, daB Qt den Teilraum 


der gebundenen Zustande vernichtet und §° wieder auf ganz © abbildet. A 
Umkehrung von (1,17a) hat man also | 


QHYQMt = PC, (1,11 


wobei Pe den Projektionsoperator auf die Streuzustande bedeutet. 
Es mag zunachst verwunderlich erscheinen, daB Q als starker Grenzwert ein 
Folge unitérer Operatoren selbst nicht mehr unitar ist. Dies 1a4Bt sich abt 
anschaulich sehr leicht verstehen. Gehen wir von einem beliebigen, fest 
Vektor y aus, so wird der Bildvektor U (t)p eine immer kleinere Komponente ij 
Teilraum der gebundenen Zustande haben, je gréBer ¢ wird. Umgekehrt, d| 
reziproke Operator Ut (t) konvergiert zwar im Teilraum §° stark gegen OG 
im Teilraum §P dagegen nur schwach. Wendet man namlich Ut (i) auf ein} 
gebundenen Zustand y der Energie # an, so erhalt man e iEt eHow, also q 
immer weiter auseinanderlaufendes Wellenpaket mit konstanter Norm. Die 
Zustandsfolge konvergiert schwach gegen Null, weil das Skalarprodukt nf 
einem beliebigen festen Vektor immer kleiner wird. | 
Alle bisherigen Argumente lassen sich wortlich wiederholen, wenn wir uns i 
das Verhalten von y, fiir t—> — oo interessieren. Wiederum gibt es eine Lésung: 
der kraftefreien Schrédinger-Gleichung, die dort asymptotisch mit y, ibere: 
stimmt. Ihren raumlichen Verlauf fiir ¢ = 0, d. h. die Funktion g(r) nennen }| 


Po = QO, (Lf 
CoS 2°. (1,1) 
t—+— co | 
Aus (1,16) folgt sofort fiir jedes endliche t | 
eiHt Q+) e-iHyt — QUt) a, 
und damit die wichtige Relation 


HQ = QQ H,. (1, 


Die S-Matrix im Heisenberg-Bild 


Die hier nétigen Begriffsbildungen mégen zunachst vielleicht etwas schwerf ail 
und fiir das Streuproblem ungeeignet wirken. Andererseits haben sie 4 
weitesten Anwendungsbereich, denn sie sind nicht — wie das Wechselwirkury 
bild — an die Aufspaltung (1,1) gebunden, noch zerstéren sie die expli 

Lorentz-Invarianz bei einer relativistischen Theorie. i} 
Der Begriff ,,Zustand“ ist hier nicht auf die Zeit bezogen. Vielmehr entsprij 
einer festen Primarapparatur, durch die die betreffende physikalische Situa 

hergestellt wurde, cin fester Zustand und, mathematisch, ein fester Vekton} 
Hilbert-Raum. Wollen wir den Zustand physikaliseh -charakterisieren,|| 
k6nnen wir das etwa dadurch tun, da8 wir die fiir den Zustand zu erwarte ! 
MeBergebnisse bei irgendeiner beliebigen Zeit ¢ angeben. Nennen wir eine ¢ 
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rtige Aussage kurz ¢ und fassen wir ¢ als Etikette (Index) des Zustands YW; 
if. Es steht uns dann noch immer frei, eine beliebige mathematische Dar- 
ellung fiir den entsprechenden Hilbert- Raumvektor zu wahlen. 


eispiel: Sei € die Aussage, daB zur Zeit 1, ein Gau8-Wellenpaket mit Schwerpunkt ro, 
ittlerem Impuls py und Impulsunscharfe x vorliegt. Zur mathematischen Charakterisierung 
snutzen wir die Ortsdarstellung zur Zeit f,. Wir stellen also den Zustand dar durch eine 
unktion y(r). Diese Funktion bedeutet dann die Wahrscheinlichkeitsamplitude fiir die 
telle r zur Zeit t, bei dem Zustand, der zur Zeit t, als das vorher beschriebene GauBpaket 
‘scheint. 


Vir machen jetzt von dieser Ausdrucksweise Gebrauch, indem wir Streuzustande 
harakterisieren durch ihre Anfangs- oder Endkonfiguration. Sei ¥~ der Zustand 
uit der Anfangskonfiguration y, Y;* derjenige mit der Endkonfiguration q. 
Vahlen wir irgendein volistandiges, normiertes Orthogonalsystem von Funk- 
ionen g;, so entsprechen ihm zwei vollstandige Orthonormalsysteme in §°, 
amlich die Yj; und die Yj*’. Wenn wir uns auf §° beschranken, dann kénnen 
iy also in diesem Raum einen unitaren Operator S definieren als die Abbildung 
er Basisvektoren Yj" auf die entsprechenden ¥ : 


YO = SP. (1,24) 


sei einem Zustand mit der Anfangskonfiguration Pr ist die Wahrscheinlichkeits- 
mplitude fiir die Endkonfiguration ¢, 


; Sip = (EYP, PO) = HP |S| PP) = HP |S| PP). 1,28) 


ie letzte Form folgt bei Beachtung der Unitaritat von S. 
Vir konnen S durch 2 und Q@ ausdriicken. Nach (1,15) und (1,20) ist?) 


OT ee =n OG. (1,26) 


lso 

Se OO: (1,27) 
ie (physikalisch interessierenden) Matrixelemente von S kann man auch 
hreiben 
| Sie = (PIP | PP) = i] QT QO | oy) = (Hil 8' |e) (1,28) 
it 
a Or (1,29) 


ahrend S nur in 9° definiert ist, ist S’ in ganz © definiert und unitar. Gl. (1,23) 
igt, daB S mit H, S’ mit H, vertauschbar ist: 


[H, S] = 0, (1,30) 
[H,, S’] = 0. (1,31) 


Mus Griinden der begrifflichen Klarheit sollte man beachten, daB in (26) die ,,Zustande“* Y 
1 die ,,Konfigurationsfunktionen‘‘ p als Elemente des gleichen Hilbert-Raums aufgefaBt 
iden. Dies ist méglich in unserem einfachen Modell (2), nicht dagegen (oder wenigstens 
ht in eindeutiger Weise) bei Reaktionen mit mehreren Kanalen. 
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Wechselwirkungsbild, Integralgleichungen fir StoBproblem 
und gebundene Zustande 


Im Wechselwirkungsbild [8] hat der Begriff ,,Zustand“ eine andere Bedeutu 
Wir reden von einem ,,Zustand zur Zeit ¢" und meinen damit grob gesproch} 
die Wahrscheinlichkeitsverteilung, die aus Beobachtungen zur Zeit ¢ gewonr 
und dann mittels der kraftefreien Bewegungsgleichung auf den Zeitpunk 
reduziert wurde. Speziell ist also in diesem Bild der ,,Zustand bei t= — 00“ | 
oben erklarte Anfangskonfiguration, der bei f= + © die Endkonfiguration. 4 
diesem Grund gibt das Wechselwirkungsbild dort, wo es anwendbar ist, e 
besonders elegante Formulierung des StoBproblems. Der Zusammenhang | 
Zustandsvektors ¥; in diesem Bild mit dem entsprechenden Heisenberg- Vek 


W ist 


sy = eit HOW — Ut (1). G 


Also 
Xt, = U (te, ty) Xt, (1) 


mit 
U (te, t) = Ut (te) U (4). (1 


Man findet leicht, da8 der Transformationsoperator U (t, t) der Bewegul} 


gleichung gentgt | 


LOU. — 
v Ok (2, t,) a V (te) U (te, ty). (1 
2 
Dabei ist 
V(t) = eillet Veritet, (1 


Setzt man t,=—oo und beriicksichtigt die Randbedingung 
lim U(t, —o)>1, 


t—-— co 


dann folgt die Integralgleichung 


t 
U(t, 0) =1—-if V (’) UU, —o) de. ( 


—co 


Diese Integralgleichung gibt einen bequemen Ausgangspunkt fiir die stor 
theoretische Berechnung von U (¢, — co) und damit von se)e 

Mit der nullten Naherung U(t, —co) =1 erhalt man durch Iteration 
Beitrage 


t 
UM (t, —w0) = —if Vit) at’, 


U®(t, —0) = (—i2 f Ve )V ede” at 
t>t’>t'>—0 
usw. : 


Bemerkung: Wir wenden (1,37) auf einen Vektor 9’ an und-nenen U(t, —o)9' 
1) Anwendung in der Quantenelektrodynamik s. etwa F. J. Dyson [9]. 


\ 
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Man erhalt 


t 

mM=7 —i[ Ve), ae. (1,37a) 
Offensichtlich kénnen wir dabei g’ als die Anfangskonfiguration, g als die tatsachliche 
Wabhrscheinlichkeitsamplitude bei t = 0, o> als die Endkonfiguration eines (Heisenberg)- 
Zustands auffassen. Die Konvergenz des Integrals fiir t + — oo ist stark, d.h. 


t 
lim || [ Vit')g,, at’ || > 0. (1,39) 
t+-—c ~o6 


Wenn es nun gebundene Zustinde gibt, dann gilt fiir jeden solchen Zustand wy 
Qty =0 (1,40) 
(s. oben). Setzen wir in (1,35) t,=0 und beachten, daB Ut (t) schwach gegen Qt 
konvergiert, dann erhalten wir die Integralgleichung 
t 
OE 0) = 2° tt | Vit') U(t', 0) dt’ (schwache Konvergenz bei t > — ). 


In Anwendung auf den gebundenen Zustand y resultiert nach (1,40) 


g 


t 
%=—7t il V(t’) q, dt’ (schwache Konvergenz bei t > — oo), (1,41) 


wobei gy, = U(t, 0) y. 

Derartige homogene Integralgleichungen sind in der Feldtheorie zur Bestimmung ge- 
bundener Zustande verwendet worden [10]. Der Vergleich mit (1,37a) zeigt, daB bei der 
Existenz von gebundenen Zustanden die Lésung von (1,37a) nur dann eindeutig durch die 


Anfangskonfiguration festgelegt ist, wenn man starke Konvergenz verlangt [d.h. die Be- 
lingung (1,39) fordert]. 


Der Adiabatensatz 


Die ganze bisherige Diskussion basierte auf der Tatsache, daB die effektive 
Nechselwirkung fiir groBe Zeiten verschwindet. Dies geschieht, obgleich V 
ticht explizit von der Zeit abhangt, weil fiir |t|—> co das Partikel mit tiber- 
\iegender Wahrscheinlichkeit weit vom Streuzentrum entfernt ist. 

Is andert daher nichts an den Ergebnissen, wenn man sich vorstellt, daB die 
Wechselwirkung ,,adiabatisch ein- und ausgeschaltet“ wird, etwa dadurch, daB 
1an formal V ersetzt durch Ve-?!¢! (y—> 0 am Ende der Rechnung). Denn fiir 
yden (normierbaren) Zustand gibt es ein y, das klein genug ist, so daB sich 
“vlt| nur fir solche Zeiten von 1 merklich unterscheidet, fiir die die effektive 
fechselwirkung ohnehin verschwindet. 

olange y+ 0 ist, gilt jetzt die Gl. (1,4) auch fiir nicht normierbare Wellen- 
mktionen, z. B. wenn man fiir ¢ eine ebene Welle wahlt. Aus (1,15) und (1,23) 
Igt dann der Satz [11]). 


Man mu8 dazu noch folgendes beweisen: Geht man aus von der Anfangskonfiguration 


etpr |. <R 
ein ={°9” firln| Sp 


d der Wechselwirkung V e-7/‘| und bestimmt man den gem4B (1,4) zugeordneten Zustand, 
sind die Grenziiberginge y +0 und R-»> o vertauschbar. 
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Lést man die zeitabhangige Schrédinger-Gleichung mit der Wechselwirkung 
Vir) e-vlt| zu der Anfangsbedingung (rn) => hee =) fir tS, danu 
erhalt man im Grenzfall y—> 0 bei endlichen Zeiten eine Losung der stationarer 
Schrédinger-Gleichung Hy = Ey. Die adiabatisch eingeschaltete Wechsel 
wirkung fihrt also eine Kigenfunktion von Hy iiber in eine Eigenfunktion von 
zum gleichen Eigenwert. 
Die Methode des adiabatischen Einschaltens war in einer gewissen Entwicklungs 
hase der Feldtheorie wichtig aus Griinden, die im nadchsten Paragraphe: 
ersichtlich werden. Sie la8t sich immer ersetzen durch Verwendung des Begriff 
der Konvergenz von Zustandsfolgen, d. h. physikalisch gesprochen, durch di 
Vorstellung, daS man es in Wirklichkeit nicht mit unendlich ausgedehnte} 
ebenen Wellen zu tun hat, sondern mit begrenzten Wellenpaketen. Fir di 
Zwecke der praktischen Rechnung kann man auch bei dieser Vorstellung 4 
ebenen Wellen tibergehen und wir werden dies im folgenden auch haufig u Y 
ohne besondere Warnung tun. Man mu8 dann nur beachten, daB man es on 
uneigentlichen Funktionen (Distributionen) zu tun bekommt, die erst na¢ 
Integration tber eine Testfunktion (Wellenpaket) zu physikalisch sinnvoll¢ 
GroBen werden. Die wichtigsten Formeln fir das Rechnen mit diesen uneige | 
lichen Funktionen sind im Anhang zusammengestellt. i 


Stationare Rechnung 
Aus der Definition von U(t, —0o) und aus Gl. (1,23) folgt 
U (t, — 00) = 68 OO oe tMet . (1,4 


Setzt man dies in die Integralgleichung (1,37) ein, so folgt eine Bestimmuny 
gleichung fir Q@. Um sie praktisch verwertbar zu machen, rechnen wir | 
einer Darstellung, in der Hy diagonal ist, z. B. in der Impulsdarstellung. Mj 
erhalt dann (s. Anhang): 
‘| VQ° |p) | 

"1 QO \O OD = (p’ | V2Q° |p) 7 
ip’ |Q° |p) = 6 — DY — Sa a ep (1,] 


Fiihren wir noch die Abkiirzung ein 


TO = VQ, (uf 

dann wird (1,43) i} 
ane (p’ | T° |p) | 

-) — aoe 

(p’ |Q° —1|p) 7 eh (ii 


Fiir die Matrixelemente von S’ = U(-+ 0, — ©) erhalt man aus (1,42) 


(p' |S’ |p) ene (p’ |Q@ |p) eB - 2)! = 6(p' —p) — 20 (p’ |T@ |p) d(#" 


Bei der letzten Umformung ist Gl. (A,5) verwendet. 


Dies zeigt, da man die S-Matrixelemente aus den Matrixélementen von |} 
bzw. T@ ablesen kann. Es werden dabei nur die Werte von (p' | T| py 
der Energieschale (ZH = E’) bendtigt. Die Gleichungen (1,44), (1,45) kénnei| 
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Stelle von (1,37) als Ausgangspunkt einer stérungstheoretischen Berechnung 
dienen. Die nullte Naherung 2° =1 gibt in (1,44) eingesetzt die erste 
Bornsche Naherung fiir 7 


TOW — VY, (1,47) 


Man kann die eben besprochenen Relationen noch in etwas anderer Weise 
interpretieren. Der Vektor 


| py? == (OY | p) (1,48) 


ist der Heisenberg-Vektor, dessen Anfangskonfiguration eine ebene Welle vom 
Impuls p ist. Die Matrix (p’ |Q@ |p), bei festem p als Funktion von p’ auf- 
gefaBt, ist die Wellenfunktion dieses Zustands in der Impulsdarstellung. Zu 
ihrer Bestimmung kénnen wir einerseits (1,23) heranziehen (die natiirlich 
sofort aus (1,44; 1,45) folgt). Sie besagt, daB |p) Eigenvektor von H zum 
Eigenwert H = p?/2m ist: 

ft) De Eslep ia (1,49) 


Zum anderen gibt (1,45) die Randbedingung an, die zur Auswahl von |p) 
unter den entarteten Kigenvektoren fihrt. Die Singularitat der Wellenfunktion 
in der Nachbarschaft von EH’ = EF soll von der Form 


, BS 
Si Bera) chp p 
_ sein [12]. In der Ortsdarstellung ist diese Randbedingung die Sommerfeldsche 
Ausstrahlungsbedingung: 


(r | py = (22) *? e'P” + ye(r) 


eipr 


fiir r— o. (1,50) 


str) + 1(=) 


Explizite formale Lésung 
Da |p)“ Eigenzustande von H, |p) solche von H, sind, gilt 
(H — E){|py* —|p)} = — V|p). 


_ Ferner 


lim ¢e'¥—£)¢( |p)? —| p)) =| p)— lim U(t)| p) = 0. 
+ co 


t— - © t—> 


Daher nach Gl. (A, 5) 
1 
Ch ae see F 1,51 
| p) \Pierrresase ge Pe (1,51) 


Diese formale Lésung des Problems ist gelegentlich niitzlich. Multipliziert man 
sie skalar mit | p’)‘+, so erhalt man bei Beriicksichtigung der Orthogonalitats- 
relationen der |p)‘+? 


1 , 
4)” RUDI eth (Pte reaps attog gy aE |\V\py. (1,52) 
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Die eine dieser Beziehungen ist das konjugiert komplexe von (1,43). Fir dig 
S-Matrix hat man 


Spp = (p" | py = lim (p' |p) &—™! = lim © (p'| p) & —™, 
t >— 0o t+-+ 0 


‘ip’ p — 


also, wenn man (1,52) einsetzt 


(S — lp'p = — 224 6(E’ — E) (p’ |V |p) = — 2a (E’ — BE) (p'| a 
Die beiden Matrizen 
(p' | T° |p) = (p' | VQ |p) = (p' | V | Pye, (1,54 a} 
(p| T |p) = (p' |Qt V| p) = (p' | V |p) (1,54b 


stimmen also auf der Energieschale tiberein und bestimmen dort den ,,regulare 
Teil‘ der S-Matrix. Der Vergleich mit (1,47) zeigt, daB der strenge Ausdrucl} 
fiir die S-Matrix aus der ersten Bornschen Naherung hervorgeht, wenn mar} 
statt (p'|V|p) entweder (p|V|p)@ oder “(p’| V|p) einsetzt. | 
| 

| 

§ 2. Allgemeine StoSprozesse | 

Alle relevanten GroBen des § 1 lassen sich durch die Operatoren H und Hy alleit| 
ausdriicken. Insofern kénnte man vom formalen Standpunkt aus die Relationet} 
des § 1 als einen Algorithmus betrachten, der zur Definition und Bestimmun} 
einer S-Matrix dient, sofern nur eine Aufspaltung des Hamilton- Operators il} 
der Form (1,1) gegeben ist. Die Aufspaltung sollte aber natiirlich so sein, dal} 
die Wechselwirkung V asymptotisch verschwindet, genauer, daB 
lim | Ve'?#*@|>0 (2,1 


t+>+0 


fiir jeden Vektor*) @ starker als 1/f. Abgesehen von der elastischen Streuung gibj 


aber dort keine Uberginge von Streuzustanden in gebundene Zustiande méglic 
sind, spielt diese Komplikation keine groBe Rolle. Anders, wenn wir es m 
eigentlichen Reaktionen zu tun haben, bei denen gebundene Zustinde (zu} 
sammengesetzte Teilchen) gebildet oder zerspalten werden kénnen. 


Haufiger trifft man Probleme, in denen wenigstens 


lim | Ve-i#ot @| + 0 (2,2 
~£ 00 


starker als 1/¢ fiir jeden Vektor!) ®. In diesen Fallen bleibt ein Teil der Aussage}} 
des § 1 richtig. i| 
In der Feldtheorie schlieBlich ist keine Aufspaltung von H bekannt, die (2,1 

oder (2, 2) erfiillt. Daher ist es gut, die Betrachtungen von §1 so zu verall| 
gemeinern, da8 kein Gebrauch von der Aufspaltung (1,1) und dem Operator H| 
gemacht wird. Bevor wir dies tun, wollen wir noch kurz die Verhiltnisse be} 
drei typischen Beispielen qualitativ betrachten. : 


by pate 


1) Genauer: fiir eine dichte Menge von Vektoren. 
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1. Kernreaktionen 
Speziell ein System aus 2 Neutronen und einem Proton. 


(+) 
Wir kénnen den Zustandsraum in 3 orthogonale Teilraume aufspalten: §® ent- 
halt die Zustinde (im Heisenberg-Bild), deren Endkonfiguration aus 3 isolierten 


Nukleonen besteht, ‘6 entsprechend diejenigen mit einem Deuteron und 
einem Neutron in der Endkonfiguration, § die Triton-Zustande. Die letzteren 
sind fiir die Diskussion irrelevant, sie verhalten sich genau wie der Teil § in § 1. 
| Wir vergessen sie deshalb. Klassifiziert man nach den Anfangskonfigurationen, 


(=) (-) (+) (-) 
so erhalt man eine analoge Aufteilung in §®, 9. Dabei ist §® + 9®, 
weil Einfangprozesse geschehen kénnen. 

+ Bei dem Hamilton-Operator 


H=—24,4+ 2,5, (2,3) 
_ wollen wir zunachst die Aufspaltung machen 
Ae = —LA;; Vea tee (2,4) 


_ Es ist dann (2,2) erfiillt. Dagegen an Stelle von (2,1) z. B. 


tunity) 
= 0, wenn @ in 9 


(+) 
+0 wenn ® | 9. 


lim 
+o 


(2,4) 


pesmi 


von U(t). Denn 


u U (t)D = ight Veit @, (2,5) 


, Die Norm davon ist der Ausdruck (2,2). Da er starker als 1/¢ verschwindet, 
)} kénnen wir (2,5) bis || —> co integrieren. 

(| Die analoge Diskussion fiir Ut (t) wiirde die Voraussetzung (2,1) bendtigen. Da 
i) diese nicht erfiillt ist, konvergiert Ut(t) nicht stark. Es konvergieren aber 
s) immer noch die Matrixelemente (®,|Ut(t)|®,) zwischen beliebigen, festen 


_Zustanden. ®,, ®, wegen der starken Konvergenz von U(t), denn 
lim (®,| Ut (t) | ®,) = lim (®, | U(t)| D)* = (G,| Qt |G). 
| Also insgesamt 

lim U() > Q); lim Ut (t) > Qt , (2,6) 
+ 00 co 
| Was ist die Bedeutung der SEUSS Se) Qt? Ahnlich wie in § 1 bildet Q& 
i) den ganzen Raum @ isometrisch auf 9® ab. Qt macht dies wieder riickgingig 


(+) 
-und vernichtet alle Vektoren senkrecht zu 9. Die Matrixelemente 
| (p; psp;| S’ | pypops) des Operators S’ = Q2@tQ™ geben also die richtigen 
Wabrscheinlichkeitsamplituden fiir die Uberginge aus einer 3-Teilchen- 
Anfangskonfiguration in eine entsprechende Endkonfiguration. Ss’ enthalt aber 
keine Aussagen tiber die anderen méglichen Prozesse und ist natiirlich im 
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Gegensatz zu den Operatoren 2 auch nicht unitar oder isometrisch. Mathe+ 
(=) | 
matisch kommt dies so zustande: Die Vektoren aus 9, die zunachst durch die 


(+) 
Anwendung von Q© entstehen, enthalten i. A..eine Komponente in 9°. Dery 
Beitrag dieser Komponente zur Norm wird dann bei der Anwendung von (“t 
vernichtet. (+) 
Um Aussagen iiber die Zustande aus 9 zu erhalten (Eingangs- oder Ausgangs-+ 
kanal eines Neutrons und eines Deuterons), miBten wir natiirlich die Wechsel- 
wirkung zwischen den Nukleonen des Deuterons zu Hy rechnen. Allgemein 
miuBte man fir jeden Kanal ein eigenes Hy und V einfihren, wenn man die} 
Methoden des § 1 iibertragen will. Dies ist durchfiihrbar, hat aber folgende 
Nachteile: Man fihrt wberzihlige GréBen ein, denn von den Operatoren 9,, 
(a ,,Kanalindex“‘) interessieren jeweils nur bestimmte Matrixelemente. Fernen 
kann das Pauli-Prinzip erst am Schlu8 der Rechnung beriicksichtigt werden}; 
dies verhindert die Ubertragung der Methode auf die Feldtheorie, die dasj 
Symmetrieprinzip bereits in ihrem Formalismus enthalt. 


2. Mesontheorie mit festen Quellen 


| 
| 
Wenn wir uns auf Zustande mit einem Nukleon beschranken, das als unendlich 
schwer und am Ursprung ruhend vorausgesetzt wird, dann erhalten wir ein} 
Modell der folgenden Art’): 


H, = [ wat (k) a(k) dk, (2,7] 


V=g [ w(k) (ko) [a(k) + at (k)] dk. (2,8 


Dabei ist w = Vk? + m?, a(k) ist der Vernichtungsoperator, at(k) der Erj 
zeugungsoperator eines Mesons mit Impuls k; o sind die Spinmatrizen deq 
Nukleons und w(k) ist eine gegebene Quellfunktion, deren Fouriertrans, 
formierte %(r) nur in einem kleinen Gebiet um den Ursprung herum von Null 
verschieden sein soll und der ,,Ausdehnung‘‘ des Nukleons Rechnung tragt. Di 
méglichen Prozesse in dem Modell sind die elastische Streuung eines Mesons at 
einem Nukleon und die Mesonerzeugung durch Meson-Nukleon-StoB. De} 
Hilbert-Raum ist mathematisch charakterisiert in folgender Weise: Er enthal 
die beiden Grundzustande ®, und ©, von Hy. Sie unterscheiden sich durch ihry 
Spineinstellung und werden beide durch alle a(k) vernichtet. Wir nennen sie dij 
Zustande eines nackten Nukleons. Aus ihnen erhalt man eine vollstandig 
Basis von § durch wiederholte Anwendung der Operatoren at (k). 
Man erkennt, daB weder (2,1) noch (2,2) erfiillt ist. Die Bedingung (2,2) kanij 
man am leichtesten nachpriifen in einem Basissystem, in dem Hy diagonal ist} 
Betrachten wir etwa einen Zustand der Art | 


4 


® = [ o(k) at (k) dk ®, 


1) Der Einfachheit halber nehmen wir eine neutrale Mesontheorie; bei der lediglich de} 
Spin des Nukleons, nicht der Unterschied Proton-Neutron eine Rolle spielt. Den Spin bé/ 
achten wir auch nur deshalb, weil ohne ihn iiberhaupt keine effektive Wechselwirkun 
vorhanden wire. ; | 
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} der ein nacktes Nukleon und ein Meson der Wellenfunktion y(k) enthalt. Dann 
ist 


etHst @ — f[ y(k) e+! at (k) dk, 


| Fur groBe Zeiten ist die Wellenfunktion des Mesons im Ortsraum (Fourier- 
transformierte von p(k) e**’) in der Umgebung des Ursprungs praktisch gleich 
| Null. Wenn wir jetzt V anwenden, dann kénnen wir deshalb, bis auf Fehler, die 

in der Grenze ty —> © verschwinden, V mit dem Mesonerzeugungsoperator 
vertauschen. Also 


Veit D> f[ y(k) e! at (k) dk Vy. 
| Da aber V selbst Erzeugungsoperatoren enthalt, ist 
VG,+0 (2,9) 


| und daher (2,2) nicht erfillt. Der Grund ist natiirlich, daB die Zustainde des 
| physikalischen Nukleons Oy , Oy (tiefste Eigenzustinde von H) verschieden sind 
_von ®,,®,, und daB V nicht die wirkliche Wechselwirkung zwischen physika- 
lischen Teilchen beschreibt. Insbesondere ist auch 


V dy +0 (2,10) 


und das bedeutet, daB (2,1) nicht gilt. 

Bei einem Modell wie dem vorliegenden, bei dem eine Aufspaltung von H in 

der Form (1,1) gegeben ist, die einerseits als Ausgangspunkt einer Stérungs- 

_rechnung geeignet erscheint, andererseits aber (2,2) nicht erfillt, spricht 
VAN HOVE von einer ,,persistenten Wechselwirkung‘“‘. Er hat cine Methode der 

Stérungsrechnung angegeben, die in solchen Fallen an die Stelle von (1,38) 
treten kann [J3}. 


Relativistische Feldtheorie 


' Den Ausgangspunkt der konventionellen Feldtheorien bildeten ebenfalls 
_ Ansatze der Form (1,1) mit H, als Hamilton-Operator eines Systems unver- 
koppelter Felder. Wiederum ist V eine ,,persistente Wechselwirkung“. Die 
_ physikalischen Teilchen sind jedoch hier unendlich verschieden von den 
_,nackten Teilchen‘‘. Das soll hei8en: Man kann die Zusammenhange zwischen 
_ den beiden tiberhaupt nur diskutieren, wenn man zunachst die Wechselwirkung 
bei einer sehr hohen Energie # abschneidet. Dann ergibt sich, daB die Ent- 
_ wicklungskoeffizienten des Zustands eines physikalischen Teilchens in der 
Basis der Eigenzustande von H, weit verteilt und tiberall sehr klein sind. Im 
' Grenzfall H > co gehen sie alle gegen Null. Man kann dann das Basissystem der 
Eigenfunktionen von Hy (und damit H, selbst) nicht mehr benutzen ohne 
, unendliche Groen in Kauf zu nehmen. 


StoBtheorie ohne Benutzung des Operators H,’*) 


Um die Vorstellungen zu fixieren, denken wir an Kernreaktionen. Wir wollen 
uns aber nicht auf eine bestimmte Nukleonenzahl festlegen. Fir die allgemeine 
Formulierung wiirde dies nur eine listige Nebenbedingung bedeuten. Vielmehr 


1) Der Grundgedanke der hier beschriebenen Methode findet sich in der Arbeit von 
H. ExsteEIn [14]. 
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betrachten wir Zustainde mit beliebiger Nukleonenzahl, wobei dann H in jede: 
Teilraum der festen Nukleonenzahl A die Form (2,3) haben mége. 
Die verschiedenen stabilen Partikel!) unterscheiden wir durch Indizes a, B .. 
E, sei die Energie in Ruhe (negative Bindungsenergie), A, die Nukleonenzak 
M, die Masse und ©, die Wellenfunktion eines solchen Partikels im Zustand m 
Impuls p. In der Ortsdarstellung ist ®, natiirlich ein Produkt aus einer eben¢ 
Welle e'P’s (rg Schwerpunktskoordinate) und einer Funktion der A, 
Relativkoordinaten und es ist 


a —— ae — p* 
HO. = (Hy + €q) ae & = 2M.’ (2,1) 
Wir denken uns aus solchen Zustanden ein Wellenpaket beziiglich der Schwey 
punktsbewegung gebildet: 


|) = | ve (p) Oz dp. : (2,1 


| 
Der Index & enthalt. jetzt die Angabe der Teilchenart a, der Wahrscheinlich 
keitsverteilung des Schwerpunkts (yg) und, wenn nétig, noch der Spineit 
stellung. Wegen (2,11) gilt | 


/ 
eit | &) =| gs(p) eta #0)! Da dp. 2,14 


Die GréBen © und ihre Linearkombinationen | é) sind Wellenfunktionen von ; 
Variablen. Nun betrachten wir Produkte solcher 1-Partikel-Wellenfunktione}| 
Fir die Produktbildung verwenden wir das Zeichen /\, um sie deutlich hervo} 
zuheben. Die genaue Definition des Produktes sei: ®, ) ®, ist eine Funktiaq 


von A,-+ Ag Variablen, die aus dem Produkt @, (7r,, «+, 14 ,) Pe(%4,41) °° 4,44) 
hervorgeht, wenn man noch beziiglich der gleichartigen Teilchen antisymmet 
siert. Unser Ziel ist, die in § 1 erwahnten Heisenberg-Zustande, die einer b 
stimmten Anfangs- oder Endkonfiguration entsprechen, anzugeben. Dies g 
schieht nun leicht in folgender Weise. Es ist etwa |&7)‘~ der Zustand mit ein¢ 
Endkonfiguration aus 2 Teilchen mit den (auf ¢ = 0 reduzierten) asymptotische 
Wabrscheinlichkeitsverteilungen der Schwerpunkte vy; und ,. Wir behauptet 
daB 


— = 


" 


5 


En aoe ee eit [(e-t #¢ | &)) A (e-t Ht | n))] (2,1 | 


ist. Die Verallgemeinerung auf beliebige Anfangs- oder Endkonfigurationen if 
evident. Die S-Matrix ist dann durch (1,25) gegeben. 
Die Argumentation, die zu (2,14) fihrt, ist im wesentlichen identisch m 
derjenigen in § 1 bezitiglich (1,4). Um dies einzusehen, mu8 man nur (2,13) ay 
der rechten Seite von (2,14) einsetzen und zur Ortsdarstellung tibergehen. Di} 
Unterschied gegeniiber §1 ist lediglich, da8 wir in Verallgemeinerung ai 
Transformation e-* 4! die Bewegung isolierter Partikel einsetzen miissen. I} 
Spezialfall des reinen Streuproblems ist H, gerade so definiert, daB die eckig| 


*) Hierunter kann man meist auch die Anregungszustande der Kerne rechnen, die auf Grurj 
von nicht-nuklearen Wechselwirkungen zerfallen (8, y-Ubergange), dié also nur in bezug ai) 
den Hamilton-Operator (2,3) stabil sind. Wir wollen uns hier auf, Falle beschranken, || 
denen die nukleare Wechselwirkungszeit klein ist im Vergleich zu den Zeiten, in denen dj 
elektromagnetische Wechselwirkung wirksam wird. f 


Seen 


biel 
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Klammer in (2,14) durch e-# ¥![|&) / |7)] ersetzt werden kann. Im allgemeinen 
gibt es jedoch keinen Operator, der dies fiir beliebige Zustande leistet. 

Um Gl. (2,14) auch fiir Probleme auBerhalb der Wellenmechanik anzuwenden, 
ist es offenbar nur notwendig, daB ein asymptotisches ®, \ ®, erklart ist, 
und zwar soll diese Produktbildung den folgenden experimentellen Tatbestand 
ausdrticken: Wenn @, einen Zustand beschreibt, der zur Bezugszeit ¢ = 0 inner- 
halb eines Volumens V, lokalisiert ist, ®, einen Zustand, der zur selben Zeit 
innerhalb V, lokalisiert ist, und wenn V, und V, weit voneinander entfernt sind, 
dann gibt es auch einen ,,zweifach lokalisierten‘‘ Zustand ®, bei dem sowohl in v, 
die durch ®, beschriebene Situation, als auch in V, die durch ®, beschriebene, 
vorliegt. Diesen Zustand nennen wir das Produkt ® = ®, A @,. Offenbar hat 
die Bildung ®, ( ®, nur dann einen klaren physikalischen Sinn, wenn die 
Lokalisationsgebiete der Zustande ©, und ®, weit voneinander getrennt sind. 
In (2,14) geht aber auch nur dies ein. Teilt man namlich den Raum in Zellen 
der Kantenlange R ein und schreibt e?#*|&) = > GD! (t), wobei @ (t) den- 
jenigen Anteil bedeutet, bei dem die Schwerpunktskoordinate in der Zelle # liegt, 
dann hat die eckige Klammer in (2,14) die Form 5 @!)(t) / p(t), LaBbt 


ink 
man in der Doppelsumme die Glieder mit 1 = k weg, dann macht dies in der 
Grenze | ¢| —> c© keinen Unterschied, denn die Aufenthaltswahrscheinlichkeit 


eines Partikels in einer beliebigen Zelle (d. h. || P(t) |?) nimmt wie ¢t- ° ab, die 


- Zahl der besetzten Zellen nimmt wie @ zu, so daB SH D> (t) /\ Dt) |e 8 fa 


Daher ist es unwesentlich, wie das Produkt zweier Zustande, die nicht unendlich 
weit getrennt sind, definiert ist. Nur das asymptotische Produkt hat physika- 
lische Bedeutung und wird in (2,14) benétigt+). Daher folgen aus den einfachen 
Eigenschaften des asymptotischen Produkts beztiglich Metrik, Transformation 
bei Drehungen und dgl. entsprechende Higenschaften der Zustande | &)*. 


Orthogonalitat und Vollstandigkeit der |a)+. Unitaritat von S 


Seien ©, und ®, zwei weit getrennte 1-Partikel-Zustande; ebenso ©; und ©; 


_ Aus der physikalischen Bedeutung des asymptotischen Produkts folgt 


@, /\ ®, = + ®, x QD, (2,15) 


_ (das —-Zeichen im Fall zweier Fermi-Teilchen). 


- Ferner, fiir das Skalarprodukt 


(DB, A G,| ®, A ®,) = (G;|G,) (| Dy) + (Pi|Pz) (Pz|P,). (2,16) 


Im Fall der Wellenmechanik verifiziert man diese Eigenschaften des Produkts /\ 
unmittelbar auf Grund seiner Definition. 


1) Es ist vielleicht nicht ganz tberfliissig darauf hinzuweisen, daf die Argumentation 
selbst dann gilt, wenn die Zustande |£ > und |7 > identisch sind. Die Wahrscheinlichkeit, 
beide Teilchen innerhalb eines endlichen Abstands R anzutreffen, verschwindet fiir t — oo. 
Der Grund dafiir liegt in dem Auseinanderlaufen der Wellenpakete, nicht in der Ver- 
schiedenheit des mittleren Impulses. 


15 Zeitschrift ,,Fortschritte der Pyhsik‘‘ 
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Aus (2,14) ergibt sich, wenn man beachtet, daB e'#¢ eine unitaire Transformatio: 
ist 


CE! 7] |Eny? = lim ((etHt | &’)) N (et Ht ly’) | (et Ht | &)) IN (et #e\n))), 
+ co 


Da fir groBe |¢| nur das asymptotische Produkt eingeht, ist (2,16) aby ence! 
also 


OE a! | Eny = (E" | E) | n) + (E | 0) of’ |). (2,1 


Analog fiir die Zustande |&7)“. Um die Orthogonalitatsrelationen allgemein u 
iibersichtlich zu schreiben, denken wir uns wie in § 1 fiir jeden Partikeltyp | 
ein vollsténdiges Orthogonalsystem von Zustanden |ak) definiert und kiirze 
eine Konfiguration der Art ak, fl... durch einen einzigen Buchstaben a ak 
Wenn in ihr (im Fall von Boseteilchen) der Zustand ak n,;,-fach vorkommt, da 
definieren wir | 


ie 


[ay = (Max! Mey! +) U2 lak +++ BL--)@, 

In offensichtlicher Verallgemeinerung von (2,17) erhalt man dann 

Oa] by = Oa] BO = Oap. (2,18 
Die Basiszustande | a)“ sind also orthogonal, sofern ihre Konfigurationen nic ht 
genau identisch sind, und dasselbe gilt fiir die Basis [a)@, | 
Da S definitionsgemaB jedes |a)“ auf das entsprechende |a)@ abbildet, folgt aul 
(2,18), daB S isometrisch ist. Die Unitaritat von S folgt, wenn man noch zeigey 
kann, da die Basis|a) (ebenso wie | ay) vollstandig ist. Um die Vollstandigkei} 
zu zeigen, muB man die asymptotische Form der Schrédinger-Wellenfunktio) 
Y1(1, + Ty) eines beliebigen Zustands fiir groBe ¢ wissen. Diese ist zwar physi 
kalisch evident, doch ist uns leider gegenwartig keine gentigend allgemeine un 
durchsichtige Begriindung aus den Eigenschaften von H bekannt. 


Invarianzen und Erhaltungssatze 


Die meisten Invarianzeigenschaften, die in der Quantenphysik eine Roll] 
spielen, lassen sich in folgender Weise ausdriicken: Es ist ein unitarer Operator 
bekannt mit den Eigenschaften 


R(®, \ ®,) = (R®,) \ (R®,), (2,19 
falls ®, und ®, weit getrennt sind. | 
[R, H]=0. (2,20) 


Beispiele von Invarianzen, denen derartige Operatoren R entsprechen, sin 
réumliche Drehungen, Translationen in Raum und Zeit, Raumspiegelung, dil} 
Isotopenspingruppe (Ladungsunabhiangigkeit). Fiir jeden solchen Operato} 
folgt aus (2,14) sofort i| 


R én)? = | RE, Ryn) (2,2 
oder allgemein 


R | a)? = | a’ )ct) i a (2,21 a! 


wobei a’ diejenige Konfiguration ist, die aus a hervorgeht, .wehn, man auf alli 
Kinpartikelzustinde in a einzeln die Transformation R anwendet. 
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Im Fall der eigentlichen Lorentz-Transformationen ist eine Modifikation des 
Arguments notig. Jeder Lorentz-Transformation ist ein unitérer Operator R 
zugeordnet, der (2,19) erfiillt. Doch, an Stelle von (2,20) 


R ett — cik’t R. eae? 2) 


“Dabei ist H’ die Komponente des Energie-Impuls-Vektors in der zeitartigen 
-Richtung e’, die aus der urspriinglichen Zeitrichtung durch die Lorentztrans- 
formation heryorseht. Man muB sich dann davon tiberzengen daB sich in (2,14) 
,nichts andert, wenn man H durch H’ ersetzt, d. h., daB die Wahl der Zeitachse 
fir diese Gleichung unwesentlich ist). Damit folgt dann (2,21a) auch fiir 
 Lorentz-Transformationen. 


| Aus (2,214) folgt nun 
| RS |a) = ja’) = SR|a)*, 
also 
DiS [r= Der tRiSER tr Se (2,23) 
‘Man kann diesen Sachverhalt entweder so ausdriicken: die S-Matrix ist invariant 
unter den Transformationen R. Oder: es gilt ein Erhaltungssatz fiir die GréBe R 
bei dem StoBproze8. 
SchlieBlich betrachten wir noch kurz die Transformation der ,,Zeitspiegelung“ 
oder pee eee Ihr entspricht in der Wellenmechanik einfach der 
Ubergang von y(r,--- 1,4) zur konjugiert komplexen Wellenfunktion y* (1-14) ”) 
Diese AveHarmetion ist nicht linear. Vielmehr gilt, wenn wir sie mit 7’ be- 
zeichnen 
CED, | T ®,) a (®, | P,)*. (2,25) 
Einen Operator mit diesen Eigenschaften nennt man antiunitdr. Man sieht 
sofort ein, da8 7' wiederum (2,19) und (2,20) erfiillt. Aus der zweiten Gleichung 
folgt jedoch, da T antiunitar ist 
| JeiHt — e-ikt T. (2,26) 


Daher gibt (2,14) 

T | Eny as | Té, Ly. 
Oder allgemein 
| di | CO | ap)(*), (2,27) 


wobei ay aus a hervorgeht, wenn man auf alle Ein-Partikelzustande einzeln die 
Bewegungsumkehr ausiibt. 

Falls die Theorie invariant gegen Zeitspiegelung ist, gilt also 

3 S5q = (6 | ay = GT b | Payot = O(a | bp) ="Sanap- (2,28) 


Dies sagt aus, daB die Ubergangswahrscheinlichkeiten des Prozesses a—>b 
und des (nahezu) inversen Prozesses bp—>dayz gleich gro8 sind (Prinzip des 
,detaillierten‘‘ Gleichgewichts). Die Zuordnung der beiden ,,inversen“ Prozesse 
wird noch etwas einfacher, wenn man an Stelle von T die Operation der Raum- 


1) Dies ist leicht zu sehen, wenn man das Produkt /\ in etwas anderer Weise einfiihrt, so 
daB die Relationen unabhangig vom Bezugssystem werden; siehe R. Haac [15]. 
2) Fiir eine genauere Diskussion und allgemeinere Definition siche E. P. WIGNER [16]. 


15* 
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und Zeitspiegelung verwendet (gegenwartig meist PZ genannt; P steht fi 
‘“‘parity”). Ist ndmlich b eine Impulskonfiguration pj, P2 --*, dann ist bp 
Konfiguration der umgekehrten Impulse —p,, —P2 und bpy, wiederum 4G 
urspringliche Konfiguration p,, P2--- - 


Integralgleichungen 
Fir die praktische Berechnung von S ist (2,14) natiirlich ebensowenig geeig 
wie die analoge Gl. (1,16). Wir wollen das mathematische Problem umform 
in Analogie zu § 1. Lassen wir die Wellenfunktionen g®) wieder zu 6-Funktion: 
ausarten, betrachten wir also die (uneigentlichen) Vektoren, die Imp 

konfigurationen entsprechen (Vorsicht!). Dann wird aus (2,14) 
|a) = lim ef - Fat @, (2.9 
t+oo 

mit 
EB, = By + & s. (2H 
o oso 

Po =— Dy NOp, 


Wenn es mehrere Kanale gibt, mu8 man im Auge behalten, daf die d, | 
Gegensatz zu den |a)“, nicht wechselseitig orthogonal und nicht einmal ling 


: 


unabhiangig sind’). | 


Wir schreiben (2,29) in der Form 
lim ei(# —Eq)¢ (| a)” —@,) = 0 (2,4) 
t++0o 
und fiihren den (uneigentlichen) Vektor 7, ein®) 
T, = (H = E,) G,= i (H — E,) {|ay? —®,)}. (2, 
Es folgt dann aus der Randbedingung (2,30) die formale Lésung (s. A, 5): 
1 
OY ee { 
| @) D, ee eee a: (2,4 
Entsprechend 
1 
Nees Ghikad eve tea meee 
| a) ®, We ea Uae (2 


Multipliziert man diese Gleichungen skalar mit |b)“ bzw. | 6), dann folgt || 
Grund der Orthogonalitatsrelationen (2,18) 


(b| ©) = dao + eae £5 | Ty). (2 | 


Ooane E, = vy 
SchlieBlich, wegen (2,29), und 
+6 | ei(H—Ea)t |®,) = ei(Ey—Ea)t +(b| Dg) 


1) Die ®, werden von H. EKSTEIN ,,Basisfunktionen‘‘, von L: VAN HOVE ,,asymptot4 
stationére Zustinde‘‘ genannt. sane | 
2) Falls wir das Pauli-Prinzip nicht beriicksichtigen, ist 7, = V,®, wobei V,, die fiir : 
betreffenden Kanal charakteristische Wechselwirkung bedeutet. i } 
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findet man fiir die S-Matrix 
Soa = 95a — 221 6(E, — E,) (5 | T4) = 05g — 201 06(E, —E£,) (T,| ay. (2,35) 


Gl. (2,34) ist, zusammen mit (2,31) die Verallgemeinerung von (1,52). Sie ent- 
halt wiederum die Formulierung des mathematischen Problems der stationaren 
StoBrechnung: |b)“ ist die Lésung der stationdren Schrédinger- Gleichung 


H | by — EH, | by? 


mit den durch (2,34) vorgeschriebenen Singularitaten. Das System (2,34), (2,31) 
ist jedoch wesentlich unangenehmer als der Spezialfall (1,52). Zum Beispiel ist 
keine systematische stérungstheoretische Behandlung in Analogie zu § 1 
moglich. Der mathematische Grund liegt darin, daB die ®, nicht linear 
unabhangig sind. Anders ausgedriickt: wenn man |b)“ berechnen will und dazu 
(2,34) nur fiir eine linear unabhangige Teilmenge der ®, benutzt, dann ist | by“? 
noch nicht eindeutig bestimmt [46]. 

Der Vollstandigkeit halber wollen wir noch ein Gleichungssystem angeben, das 
gelegentlich niitzlich sein kann 1). Es ist 


1 
+ — +) r= -4 a T af! 
©(b|T,) = (®,|T,) + (b — G,|T,) = G,| T,) (a ay Ml a 
also 
¢b| T,) = (D,|H — £,|®,) — ye MSCS, (2,36) 


c HE, — EB, — ty 


Feldtheorie. Renormierung und Asymptotenbedingung 


In einer Feldtheorie sei ©} der Zustand, der ein (reales) Partikel der Art a be- 
schreibt, das zur Zeit ¢ = 0 an der Stelle r lokalisiert ist?). Wir wollen diesem 


Zustand einen Erzeugungsoperator g} zuordnen, so daB 
5 = gf. |0). (2,37) 


Dabei ist |0) der Vakuumzustand. Durch diese Gleichung ist natiirlich gq; 
keineswegs bestimmt. Es besteht eine sehr groBe Willkir, denn (2,37) legt 
gewissermaBen nur eine einzige Spalte der unendlichen Matrix q fest. Es wiirde 
nun nahe liegen, das Produkt von Ein-Partikel-Zustaénden das wir brauchen, 
um die S-Matrix auszudriicken, so zu definieren 


De \ OL = Gf qh |0). (2,38) 


Es ist dazu jedoch nétig, die Willkiir in der Definition der Erzeugungsopera- 
toren qg so einzuschranken, da8 (2,38) im Einklang steht mit den Forderungen, 
die wir an die physikalische Bedeutung des Produkts gestellt haben. Dies ge- 
schieht, indem wir fiir g} nur einen solchen Operator zulassen, der sich als Funk- 
tion der FeldgréBen einer kleinen Raum-Zeitumgebung des Punktes r,t = 0 


1) Siehe M. GELL-MANN und M. L. GOLDBERGER [3], H. EKSTEIN [14]. Diese Gleichungen 
bilden den Ausgangspunkt fiir die Low-Gleichung der Meson-Nukleon-Streuung. Siehe 
G. C. Wick [17]. : 
2) Eine Definition des Begriffs ,,lokalisierter Zustand‘‘ in einer relativistischen Theorie 
haben T. NEwTon und E. P. WIGNER [18] gegeben. 
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darstellen 148t; anschaulich ausgedriickt einen ,,beinahe lokalen“ Operatt 
(siehe R. Haac [15], [47]). 
Wir greifen nochmals das Beispiel der Mesontheorie mit festen Quellen a 
Um in Einklang mit den Bezeichnungen (2,37) , (2,38) za kommen und di 
Vergleich mit der relativistischen Feldtheorie zu erleichtern, fihren wir no 
die Operatoren y(r) des Nukleonfeldes ein und schreiben statt (2,7) , (2,8) 


Hy = f wat (k)a(k) dk + Mf yt (r) y(r) dr = BM® + HX, (2,8 


V=g f u(k) (a(k) ef + at (hye) yt (ro y(r)dkdr. (2,4 


Dabei sind yt (0) |0) die friiher erwaihnten Zustainde eines ,,nackten Nukleong 
Da V auf die Zustande at (k)|0) nicht wirkt, besteht in dem Modell kein Unte 
schied zwischen physikalischen und ,,nackten‘‘ Mesonen. Wir kénnen also f 
die Mesonen einfach setzen 
qs = at(r) = (2%)— 32 [ at (k) e*#rdk. (2,44 

Bei den Nukleonen miissen wir dagegen zwischen dem Erzeugungsoperator ei 1 
physikalischen Nukleons und dem Feldoperator unterscheiden. Nennen wir di 
ersteren fir »=0O Q, dann ist nach (2,29) und (2,38) der Zustand, dess4 
Endkonfiguration aus einem am Ursprung ruhenden Nukleon und einem Mes¢ 
vom Impuls k besteht | 
|k, N)® = lim e! (2— @—Ey)t at (k) Q | 0) (2,4 

t +00 | 


iy 


In der Literatur der Feldtheorie wird an Stelle von (2,42) im allgemeinen eid 
andere Beziehung benutzt, die sich aus einer Adaption von (1,16) entwickelt hi 
Die unkritische Anwendung von (1,16) wiirde den sinnlosen Ausdruck 


lim ¢' #¢ ¢~tHot at (kk) pt (0) | 0) (2,4 


geben. Um zu dem durch (2,42) definierten | k, N) zu kommen, sind folge 
Anderungen notig: Erstens eine andere Aufspaltung von H (Massenren 
mierung) | 


Hy = HM + Ey [ yt(r) p(r) dr, 
Vi =V + (M — Ey) [yt (r) y(r) dr. (2,4) 


Dadurch wird erreicht, da die Eigenwerte von Hy und H iibereinstimmé 
An Stelle von (2,43) erhalt man 


lim e'(#- ©-Ey)t qt (Ie) yt (0) |0). (2,4) 
Dies unterscheidet sich ‘von (2,42) noch dadurch, daB yt (0) an Stelle von Q ste 


Nun konnen wir den Zustand eines nackten Nukleons nach den Eigenzustand| 
von H entwickeln 


pt (0) |0) = aQ|0) + B, (2,4) 


wobei @ alle Beitrige zusammenfaBt, die auBer einem physikalischen Nukle} 
noch (reale) Mesonen in der Endkonfiguration enthalten. Setzen wir dies in (2,4 
ein, dann gibt der erste Term gerade a|k, N)“. Der zweite Term konvergii 
aber schwach gegen Null, denn die Bewegung der in ®¢ enthaltenen Mesonen 
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nicht kompensiert und daher verschwindet das Skalarprodukt mit jedem festen 
Vektor im Limes ¢-> oo. Wir erhalten also 


et Ht e- iH tat (k) pt (0) |0) >a |k, NY (schwach), 
a = (Dy|D));0<a <1. (2,47) 


Die Anderung, die man an (2,43) noch anbringen muB, ist also eine ,,Renor- 
mierung des Nukleonenfeldes‘‘ bzw. der Kopplungskonstanten. Wir setzen 
Y 


1 
Ce ig AUN Ei ia (2,48) 


(g’ wird eingefiihrt, um die Form von V unverandert zu erhalten). Man kann 
also (2,43) anwenden, wenn man die renormierten GréBen verwendet und be- 
achtet, daB die Konvergenz nur schwach ist!). 

Die eben besprochenen Renormierungen sind durch das Rechenverfahren be- 
dingt und haben unabhangig von diesem keinen tieferen Sinn. In einer lokalen, 
relativistischen Feldtheorie ist die Lage insofern anders, als die Renormierungs- 
konstanten 6M, i/a (vermutlich) unendlich sind, also die unrenormierten 
GréBen gar nicht existieren. AuBerdem tritt dort noch eine weitere Divergenz- 
schwierigkeit auf, die durch eine zusatzliche Renormierung der Kopplungs- 
konstanten behoben werden soll. 


$3. Die physikalischen Aussagen von S 


Wirkungsquerschnitte 


Die Anfangskonfiguration bestehe aus zwei Teilchen der Art a und f mit nahezu 
scharfen Impulsen p( pS”. Gefragt wird nach der Wahrscheinlichkeit einer 
Endkonfiguration aus n-Teilchen der Art a’, f’ --- mit Impulsen, die in einem 
kleinen Bereich um pj --- p/, liegen. Wir unterdriicken im folgenden der Uber- 
sichtlichkeit halber die Indizes a usw., die die Partikelart kennzeichnen und 
ebenso Spinindizes. Sie konnen am Ende wieder ohne Schwierigkeit eingefiigt 
‘werden. Die resultierenden Formeln (3,10), (3,12) gelten bei relativistischer 
ebenso wie bei nichtrelativistischer Kinematik. Wir werden das relativistische 
Transformationsverhalten der relevanten Groen am Ende kurz diskutieren. 

Zunichst sei |p) ein Ein-Partikel-Zustand mit dem Impuls p, normiert gemaB 


| (P2|P1) = 6(P2 — Pr). (3,1) 
Das S-Matrixelement, das fiir den oben beschriebenen ProzeB verantwortlich 
ist, definieren wir in der Form 

(Pi-+Pn| S| PDs) = (Pi ++ Pn | Pr Po): (3,2) 
Dabei ist |p, p.) gemaB (2,14) gebildet aus den Ein-Partikelzustanden mit der 


Normierung (3,1); entsprechend |p; --- p,)“. Wegen des Erhaltungssatzes von 
Energie und Impuls hat S die Form 


(pi -- pi |S —1| pyp.) = 6(P — P’) 6(’ — E)(Q|T|p.p;), (3,3) 


1) Die Bemerkung, daB die tiblichen Limesrelationen fiir groBe Zeiten in der Feldtheorie nur 
im Sinne schwacher Konvergenz gelten, wurde zuerst von H. LEHMANN, K. SYMANZIK 
und W. ZIMMERMANN [19] gemacht. Fiir eine eingehendere Untersuchung der Asymptoten- 
bedingung in der Feldtheorie siche O. W. GREENBERG und A. S. WIGHTMAN [20]. 
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wobei 7 eine nicht singulare Funktion von p,, p. und den 2” — 4 Variablen | 
ist. Wir denken uns dabei an Stelle von p; --- p, die Variablen XY p; = P’, X'] 
= EF’ und 2 eingefihrt und schreiben +) 


dp,---dp, =dP' dE dQ. (3,4 
Seien 9, (1), 2(P2) die Wellenfunktionen der Teilchen der Anfangskonfigurs 
‘tion. Sie sollen nur in der Nachbarschaft von p{® bzw. p§® wesentlich vo 


Null verschieden sein. Dann ist die n-Teilchen-Komponente der Endkonf 
guration 


p” (Pir Pa) = f (Pi +++ Pal S| Py Pe) G1 (Pr) G2 (P2) UP, AP2 


~ (Q|T| pO pO) f 6 (p, + D2 — P’) 6(E, + LE, — E’) 9, (P,) G2 (D2) dp, dp 
(3.¢ 


Wir haben dabei S durch S — 1 ersetzt, was keinen Unterschied macht, solang} 
wir uns nicht fiir die elastische Streuung beim Streuwinkel 0 interessierer 
Ferner haben wir den regularen Teil J aus dem Integral herausgenommen, di 
T in dem kleinen Impulsbereich, in dem gy, und ¢, von Null verschieden sing 
praktisch konstant ist. | 
Die Wahrscheinlichkeit, daB nach der Reaktion n-Teilchen mit Impulsen in de 
Bereichen dp; um pj herum beobachtet werden, ist 


dW =|9 |? dp, ... dp, = |p|? dP’ dE’ dQ. (3 


Die Verteilung beziiglich Gesamtimpuls > pj und Gesamtenergie J Hi; interessie} 
nicht. Wegen der Erhaltungssatze spiegelt sie nur die entsprechende Verteilu 
in der Anfangskonfiguration wider, ist also auf einen kleinen Bereich u 
PY + ps bzw. HX + H® herum beschrankt in einer Weise, die im einzelné 


von der genauen Form der Wellenfunktionen ¢,, y, abhangt. Wir interessierd 
uns lediglich fiir die Verteilung beziiglich der tibrigen Variablen Q, d. h. fiir 


dw = dQ [\o|? dP’ dk’. 


Setzt man (3,5) und (3,6) ein, dann resultiert 
dw = |(Q|T| p&® p)|? B dQ. (35 


Die GroBe B 1a4Bt sich am einfachsten ausdriicken, wenn man an Stelle dé 
Impulswellenfunktionen der Anfangskonfiguration die entsprechenden Welle 
funktionen in Raum und Zeit einfiithrt durch 


9 (r,t) = 2a)" [ p(p) elr-20 dp. a 


Dann wird 


B= (270)? f lor (1, t)|? |pe(ar, t) |? dx de. (3, 


1) Die Wahl der Variablen Q ist weitgehend in unser Belieben gestellt. So wird z. B. Hf 
der elastischen Streuung meist den Streuwinkel, haufig aber auch die Impulsiibertragui] 
als 2 benutzt. Wir vermeiden diese Fallunterscheidung wahrend der Rechnung dur¢ 
Kinfithrung des Symbols 2, das praktisch natiirlich die Berechnung der Funktionaldete{ 
minante der Transformation von den Variablen pj - +p, zu X’p/, JH’, Q in sich birgt 
Letzteres entspricht der Berechnung der ,,Zahl der Endzustande pro ‘Energieeinheit“ || 
anderen Darstellungen. S 
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An dieser Stelle ist es vielleicht niitzlich, darauf hinzuweisen, daB, unabhangig 
davon, ob der Zusammenhang zwischen Energie und Impuls in der nicht- 
relativistischen Form oder in der relativistischen Form angesetzt wird, infolge 
unserer Normierung (3,1) stets |p (rj t)|? dr die Aufenthaltswahrscheinlichkeit 
des Teilchens im Gebiet dr zur Zeit ¢ bedeutet [18]. 
Also: der Beitrag zu der Reaktion, der aus einem Raum-Zeitgebiet A V At 
stammt, in dem die Dichte der Teilchen der Anfangskonfiguration 0, bzw. 0, ist, 
ist 

dw = (2m)? |(T))? 0,02, AV AtdQ. (3,10) 
In Analogie mit der Sprechweise der kinetischen Gastheorie fiihrt man den 
Begriff des Wirkungsquerschnitts dQ ein. Wenn die Teilchen 1 mit konstanter 
Stromdichte [, = v,0, auf die ruhenden Teilchen 2 eingeschossen werden, dann 
schreibt man die Zahl der Prozesse pro Raum-Zeit-Einheit, die in den Bereich 
dQ fiihren in der Form 


vibe emewen tay (3,11) 
Der Vergleich mit (3,10) zeigt 
dQ = — 2) |(T)]aQ. (3,12) 
1 


Bei der Definition des Wirkungsquerschnitts im Schwerpunktssystem nimmt 
man in (3,11) an Stelle von J, die Stromdichte der Relativbewegung; in (3,12) 
tritt dann v, + v, an die Stelle von 2. 

Wir besprechen noch kurz das relativistische Tranformationsverhalten der 
benutzten GréBen. Wenn man von dem Energie-Impuls-Vektor (p, #) durch 
eine Lorentz-Transformation tibergeht zu (p’, H7), dann bleibt das Oberflachen- 
element der Hyperbel HE? — p? = m? invariant: 


dp dp? 

te ae (3,13) 
Nach (3,4) ist also 
| dQ = (xn E}) aL, (3,14) 


wobei dL invariant ist. Ferner folgt aus (3,13), daB die gemaB (3,1) normierten 
mpulszustande bei einer Lorentz-Transformation tibergehen in 


ET 
|p) > 5-1 Pp"). (3,15) 
Dies bedeutet nach (3,2, 3,3), daB 


(x VE;) VE, B, (Q| T| py, p2) = (2 | M| Pp, Ps) (3,16) 
sine invariante Funktion ist. An Stelle von (3,10) kénnen wir also als Uber- 
rangswahrscheinlichkeit in den Bereich dL schreiben 


id 2 20102 ua 3.17 
dw = (22) |(M)| pe ’ (3,17) 


)/E ist als Verhaltnis der 4. Komponenten der beiden parallelen Vierervektoren 
tromdichte und Impuls — ebenfalls invariant. Damit ist die relativistische 
nvarianz von (3,17) explizit. 
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Will man den Begriff des Wirkungsquerschnitts in Lorentz-invarianter Wei 

definieren, so mu8 man schreiben 
2 2 « E. E 

aq = CaP IGA? _ Bann an ad 


F @; 


wobei F eine Lorentz-invariante GréBe ist, die im Ruhsystem des Teilchensi 
gleich v, L, mg ist [s. (3,12)]. Man findet (C. Metrer[3)): 


F = [(E,E, — Pi P2)? — mM i (3, 


Im Schwerpunktssystem reduziert sich der Faktor E,E,/F auf (v, + v2)~*, so di 
die Definition (3,18) mit der tblichen auch im Schwerpunktssystem tiberey 


stimmt. 


Raum-zeitliche Aussagen von S | 
In die Wirkungsquerschnitte geht nur der absolute Betrag der Matrixelemed 
von S in der Impulsdarstellung ein, die Phase von (p; --- pr| S| Pi Po) W 
nicht benutzt. Daher sind die physikalischen Aussagen der S-Matrix durch 
Angabe der Wirkungsquerschnitte noch nicht erschépft. Die zusitzlic 
Information, die man erhalten kann, betrifft den raum-zeitlichen Ablauf vj 
StoBprozessen. Zwei typische Beispiele sind die Fragen nach der Reichweite ¢ 
Wechselwirkung und nach der Verweilzeit der Reaktionsteilnehmer im Wechs| 
wirkungsbereich. Wir betrachten wieder eine Anfangskonfiguration aus zy 


a] 


Teilchen und denken uns die Schwerpunktsbewegung absepariert. | 
Reichweite der Wechselwirkung | 


Die Relativbewegung der beiden Teilchen in der Anfangskonfiguration v 
beschrieben durch eine Losung ¢, der kraftefreien Schrédinger-Gleichung ei 
Teilchens mit der reduzierten Masse u. Um die Reichweite der Wechselwirky 
abzutasten, verwenden wir fir y ein GauB-Wellenpaket, dessen Schwerpuj 
sich auf der Geraden | 


F(t) =r 1 eet (3) 

lt | 

bewegt. Wir nehmen 1, senkrecht zu py an, so daf die dichteste Annaherung 
Teilchen zur Zeit ¢ = 0 stattfindet. AuBerdem wollen wir y so wahlen, da8}) 
j = 0 das Paket am engsten konzentriert ist. Also 


yg) = (1b?) ls em (eM) 20 +tDor | (34 
Ks ist dann bekanntlich 
| pale) | = (obeys err Ronnay (34 
mit | 
#2 
peo ( 
Sicherlich muB fiir geniigend groBes 7) = | 1'o| Pxiemsh ct 


Sp ~ 
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sein. Wir wollen die Giite, mit der dies erfiillt sein kann, abschatzen. Zunachst 
findet man analog zu (1,11) 


“IS —1Loel </f ix Ide (3,25) 

mit 
ee aH 3,26 
aN mead 9-7 Re QP. (3, ) 


Im Fall der elastischen Streuung durch ein Topfpotential der Tiefe V. und 
Reichweite a ist 


y (r) |2 t/, a\*ls 1 9 pi 4 
ly (Ol= Vo [J g”| ari ~ (=) exp — 35 | 3 + eel (3,27) 
t 


r<a 
Wir haben dabei Zahlenfaktoren der GréBenordnung 1 weggelassen. Die 
Form (3,27) ist zur Abschatzung von ||7 || wohl immer geeignet, wenn man von 
einer effektiven Reichweite der Wechselwirkung sprechen kann, denn (3,26) 
besagt dann, daB ||y || proportional ist zu der Wurzel aus der Aufenthaltswahr- 
scheinlichkeit im Wechselwirkungsbereich zur Zeit t. Die entscheidende GréBe 
ist der Exponent in (3,27), also die Funktion 


Sat Pap re: 2 
fi) = =< le ate ae — | (3,28) 
t 


Sie ist in der Umgebung von ¢ = 0 annahernd konstant gleich f, = (r) — a)?/26? 
und geht fir | ¢|> 00 gegen den konstanten Wert f{.. = p2b?/2. Fir den Uber- 
gang von f, nach f,. sind die beiden charakteristischen Zeiten maBgebend: 
tp = /17o/Po, die Durchlaufzeit einer Strecke ro, und tz = b?, die ,,ZerflieBzeit‘ 
des Wellenpakets. Um bei festem ry und 7 fiir alle Zeiten f(¢) méglichst groB zu 
machen, mu8 man offenbar die Unscharfe b so wahlen, daB f) = f.. wird, d.h. 


LM 8! 


a Oe, (3,29) 
0 
H(0) ~ fo = fw = M08) Po (3,30) 
Dann wird 
iS Sirol Vi, t (5) * e-(—a)Pl2 fiir ry > a. (3,31) 


Ist S gegeben, so kann man aus (3,31) die effektive Reichweite a der Wechsel- 
wirkung finden, indem man die linke Seite fiir Wellenpakete der Form (3,22), 
(3,29) bei verschiedenen Werten der Parameter 7) und p berechnet. Umgekehrt, 
wenn man weib, daB die Wechselwirkung eine definierte, effektive Reichweite 
hat, dann kann man (3,31) benutzen, um Einschrankungen fiir die S-Matrix 
abzuleiten. Da r)p, der mittlere Drehimpuls des Wellenpakets um den Ur- 
sprung ist, folgt, daB fiir groBe Drehimpulsquantenzahlen / S, — 1 zumindest 
etwa wie e-42 abnehmen muB. S, ist dabei derjenige Teil von S, der in dem 
Teilraum der Zustinde mit Drehimpuls / wirkt. Eine strenge Diskussion des 
Verhaltens von S, bei groBen Drehimpulsen wurde von D. 8S. CARTER [21] 
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gegeben fiir den Fall der Potentialstreuung. Er geht aus von der Integra’ 
gleichung des Streuproblems und findet die folgende Abschatzung: 


|S, —1| =sin 6, < Cf Vr) Fisri2 (pr) dr. 


Benutzt man die Debyesche Abschatzung der Bessel-Funktionen fir groBe / 


exp — v(o — Tgo) Ui 
UD [vy Tgo]}'!2 ( Zz 
mit 
( Mold 1 
oS = Cos Oo ny (os 
dann wird 


sin 6, ~-' fr |V(r)| (pry?!) dr. 


Falls das Potential auBerhalb der Reichweite a exakt verschwindet, ergibt si¢ 
J \-2? 
sin 0; ~ ( =a) : 

\pa 


Wenn das Potential fiir groBe r exponentiell abfallt ~ e~”/“, nimmt 6, vi 
langsamer ab, denn das Integral gibt einen zusatzlichen Faktor (21 + 1)! i 
Zahler. Die Debyesche Abschatzung ist dann nur noch zulassig, falls pa 


ist. Allgemein findet man fiir V ~ e~”/* (KHURI [22)]): 
2 
2p aae 


sin 6,~ (22)"'55 x=1+ 


Diese Abschatzung stimmtim ungiinstigsten Fall (pa >1) etwa mit (3,31) iibereii 
Wenn 6, starker als (22)! verschwindet (z. B. beim Potentialtopf) dann kann (3,3 
fir ein GauBpaket trotzdem nicht verbessert werden, weil in » verschiede 


Drehimpulse etwa gema8 einer Gaufverteilung mit dem Mittelwert i=", 


und der Halbwertsbreite yi vertreten sind, so daB bereits die niederen Dref 
impulse einen Beitrag zu |S — 1, von der Form (3,31) geben. 


Verweilzeit 


Sei g;,(r) wieder eine Lésung der kraftefreien Schrédingergleichung ein} 
Teilchens der Masse m. Die asymptotische Form fiir | t| > oo ist durch (1, 
gegeben. Der Erwartungswert des Betrags von v1) fiir groBe Zeiten hat bis a 
Glieder, die mindestens wie t-! verschwinden, die Form 


Ur) = 0b. (3,3 


Das erste Glied entsteht, wenn man fir y den zu ¢‘*/: proportionalen Term) 
(1,12) einsetzt. Man erhalt 


1 ory (P) 
v= — 2 dp = —. 

rs AL Ne RAR Oca 
1) Wir nehmen den Betrag von 7 und nicht r selbst, weil wir die Formela nachher auf |} 
Streuwelle anwenden wollen, die nach allen Seiten lauft, so daB (7) keine interessante Grd} 
ist. ‘ 
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Das zeitunabhangige Glied in (3,32) ergibt sich aus dem Produkt der beiden in 
(1,12) angeschriebenen Terme: 


BO Gf era ir at in won he it ala ce tent, 28° 
c= — 5 | F) 450) 90m) 4g" (oniiplap = 5 | (6° 56 — 6 5) ap 
leg berry yiGe 
[ee (G) 030 
Sei 7 die Phase von @, also 
9 (P) =| |e, (3,35) 
dann ist 
~ Poll On on BN 
c= — Biec all. — pee hs Ke) ees os 
OS ane tigen Gry yp sen ad 


Wenn das Wellenpaket eine ziemlich scharf definierte Energie hat, kénnen wir 
auch schreiben 


(r) = v(t —7), (3,37) 


on 
T= \ OE Oy (3,38) 
Betrachten wir jetzt die GréBe t fiir die beiden Wellenpakete y; und g;. Das 
erste beschreibe die Relativbewegung in der Anfangskonfiguration und habe 


eine geringe Impulsunscharfe um den Mittelpunkt p = py. In der Notation von 
(3,3), (3,4) sei 


g,(E, 2) = fQ|T|2,B) Q;(Q', E) dQ’ ~ (Q|T| QE) f Qi (E, 2’) dQ’ (3,39) 
und beschreibe die Relativbewegung in irgendeinem 2-Teilchen-Kanal der 


Endkonfiguration!). Wahlt man ¢, so, daB seine Phase nicht extrem richtungs- 
abhangig ist, dann wird 


Ty — T; + Ty (3,40) 
mit 
ay As (3,41) 


Nr ist die Phase von (Q| 7'| E,Q,) und der Querstrich bedeutet Mittelung tiber 

die Richtung 2. 

Nach (3,37) und (3,40) kann man t, deuten als die Verweilzeit der Teilchen im 
Wechselwirkungsbereich?). Unter welchen Voraussetzungen ist ty meBbar? 


1) Wenn Anfangs- und Endkanal iibereinstimmen gibt (3,39) die Streuwelle g, — 9, 
auf die wir uns in diesem Fall auch beschranken wollen. 

2) Die Erkenntnis, daB man die Verweilzeit gemaB (3,41) aus der S-Matrix ablesen kann, 
stammt von L. EISENBUD [28]. Die formale Identifikation von metastabilen Zustaénden mit 
Polen der S-Matrix in der komplexen Ebene steht in einem gewissen Zusammenhang 
damit. Siehe den nachsten Paragraphen. 
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Offenbar ist notwendig, da8 (3,37) bereits hinreichend gut erfillt ist fiir ei 
endliche Zeit t von der GréBenordnung von ty. Nun ist die Ausgangsgleichun 
(1,12) eine Entwicklung nach Potenzen von tz/t (tz ZerflieBzeit des Wellenpakets: 
Es muB also ¢ > tz sein. Ferner darf nach der Zeit t keine merkliche Wechse 
wirkung mehr stattfinden. Dies bedeutet einerseits, daB ¢ Sfp (Durchlaufzei 
sein muB, andererseits, daB wir tz nicht beliebig klein wahlen kénnen, denn di 
effektive Wechselwirkung verschwindet fir grofe Zeiten nur dann gentigen| 
stark, wenn Ap/p <1, also tz > m/p* ist (p der Betrag des Impulses im Eng 
zustand, Ap seine Unscharfe). ZusammengefaBt: ty ist meBbar, wenn | 


| 
a | 
Ty oa ee (3,45 


und | 
m / 

SS — = — (3,45 

ist. 
E. P. WIGNER [24] hat (3,41) zum Ausgangspunkt eines Kausalitatskriterium 
gemacht durch die Bemerkung, daB zwar eine beliebig groBe positive Verweilzes 
zulassig ist (metastabiler Zustand), dab aber Ty nicht wesentlich starker negati 
als tp werden darf. | 


§ 4. Resonanztheorie 


Es gibt einige Aussagen tiber die Wirkungsquerschnitte, die man ohne explizijj 
Kenntnis der Lésungen des Streuproblems und unabhangig von der Stérungy 
rechnung machen kann. Sie betreffen das Verhalten in der Nachbarschaft 
wisser ausgezeichneter Stellen (Resonanzen, Schwellen von Reaktionen, sel} 
kleine Energien). Die S-Matrix 1iBt sich dort naherungsweise darstellen durq 
einfache Ausdriicke mit nur wenigen Parametern, deren Zusammenhang nm 
entsprechenden Parametern der Wechselwirkung (Reichweite, Starke) | 
manchen Fallen angegeben werden kann. Dies ist wichtig fir die Analy} 


experimenteller Streudaten. | | 


Obwohl im kontinuierlichen Spektrum von H jeder Energiewert méglich ig 
sind gewisse Werte dadurch ausgezeichnet, daB eine der folgenden GréBen da} 
ein Maximum hat: 
i) Die Verweilzeit eines Wellenpakets der mittleren Energie H im Wechst 
wirkungsbereich (§ 3). | 
ii) Die Aufenthaltswahrscheinlichkeit der Teilchen im Wechselwirkungsberecif 
(bei der Lésung der stationaéren Schrédingergleichung). i] 
iii) Der Wirkungsquerschnitt fiir elastische Streuung oder fiir eine Reaktion. 


Wenn das Maximum hinreichend scharf ist, sprechen wir von einem quay 
stationaren oder metastabilen Zustand (i) oder einer Resonanz (ii). Der 4 
sammenhang der Kriterien i) und ii) leuchtet unmittelbar ein [s. auch Gl. (4,34) 
Nicht ganz so direkt ist der Zusammenhang zwischen dén. Streumaxima ( 
und den metastabilen Zustanden. Betrachten wir im Fall der elastischj 


Quasistationdre Zustinde, Resonanzen, Streumaxima 


Allgemeine Quantentheorie der StoBprozesse 213 


Streuung eine Partialwelle mit bestimmter Drehimpulsquantenzahl. Es ist 
S(H£) = e?'9#), Kriterium i) wahlt diejenigen Energiewerte aus, fiir die 6’ (Z) 


| maximal,also 6’ = 0 ist, Kriterium iii) dagegen diejenigen, fiir die 6(E) =(n — 3)" 


: ist). Ein Zusammenhang zwischen i) und iii) wiirde also bedeuten, daB an den 


Wendepunkten der Kurve 6(#) die Werte von 6 in der Nahe von n+5 1 


liegen. Wir werden weiter unten begriinden, da8B der Verlauf von 6 in der Nahe 
einer gut ausgepragten Resonanz dargestellt werden kann durch 


6(E) = n(£) + 6(E), (4,1) 


wobei 7 eine langsam veranderliche Funktion ist, wahrend 6 in einem kleinen 
Energiebereich um x wachst und auBerhalb dieses Bereiches praktisch konstant 
gleich 0 bzw. z ist (Bild 1). 7 bestimmt also den Wirkungsquerschnitt kurz 


Bild 1. Verhalten der Streuphase in der Nahe einer Bild 2. Modell eines Potentials mit quasistationdren 
Resonanzstelle. Zusténden (Gamowberg). 


_ unterhalb und oberhalb der Resonanz. Wenn 7 klein ist, dann ist der Wirkungs- 
_ querschnitt in der Mitte der Resonanz maximal, d.h. die Kriterien i) und iii) 
sind ungefahr aquivalent. Nehmen wir als Beispiel, zur Orientierung tiber die 


GréBe 7 die Streuung eines Teilchens an dem in Bild 2 dargestellten Potential, 


_ das einige scharfe Resonanzen liefert. AuBerhalb der Resonanzen unterscheidet 
) sich die Wirkung dieses Potentials auf ein anlaufendes Teilchen kaum von der 


einer starren Kugel solange H< Vmax. Das heiBt es ist 
n(H) ~ —ka. (4,2) 


Solange also ka <1, ist fallen Resonanzen und Streumaxima praktisch zu- 
sammen. Bei gréBeren Energien ergibt sich eine Verschiebung zwischen den 
beiden, die sich in einer Unsymmetrie der Wirkungsquerschnittskurve um die 
Resonanzstelle auBert. 


1) Da o ~ k-* sin? 6 ist, liegen die Maxima der Streuung, wenn man den schwach verander- 


1 
lichen Faktor Xk? nicht beriicksichtigt, entweder an den Stellen 6 = (n + x) oder bei den 


Maxima von 6. Die letzteren kénnen aber wegen der Kausalititsbedingung 6’ > —a 
nicht sehr scharf werden und sollen deshalb auBer acht gelassen werden. 
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Ursache von Resonanzen 


Welche physikalischen Ursachen (welche Eigenschaften des Hamiltonoperator, 
sind fiir das Auftreten von Resonanzen verantwortlich? Wir beschranken ur 
auf 3 bekannte Beispiele: 


1, Streuung von Licht an der Atomhiille. 


2. a-Zerfall von Atomkernen, idealisiert als Bewegung eines Teilchens in eine 
Potential der Form von Bild 2 [25]. 


3. Resonanzstreuung an schweren Kernen. 


In den ersten beiden Fallen ist leicht zu sehen, durch welche kleine Veranderu 
des Modells aus den metastabilen Zustanden exakt stabile Zustaénde werden. I 
Beispiel 1) besteht sie in der Vernachlassigung der Wechselwirkung zwische 
Strahlung und Materie, im Beispiel 2) in der Erhéhung des Potentialwalls 7 
einer undurchdringlichen Wand. Die folgende Diskussion ist véllig analog fi 1 
beide Beispiele. Wir fithren sie durch fiir 2) wegen der einfacheren Notation?). 

Sei H, der Hamiltonoperator des Naherungsproblems (undurchdringlich 
Wand), H = H, + H’ der wirkliche Operator, der dem Potential von Bild} 
entspricht. |) seien die diskreten Eigenzustande von H, im Innenraum r </ 
(Energie ¢,); | €) seien die kontinuierlichen Eigenzustande von H, im AuBe 
raum 7 > a. Das kontinuierliche Spektrum geht von Null bis 00, tiberdeckt als} 
die diskreten €,, soweit diese positiv sind. Wir wollen nun durch Storungs 
rechnung beziiglich H’ eine Eigenfunktion von H finden zu einem Eigenwe} 
EH~e& > 0. Da der ungestérte Eigenwert ¢) entartet ist, mtissen wir erst di 
nullte Naherung aus einer Sakulargleichung bestimmen. Legen wir im kontinuies 
lichen Spektrum ein kleines Intervall I um die Stelle ¢ = &) und setzen a 
nullte Naherung an 


YAO.) 0) + f v(e) |e) de. (4,4 
/ | 


Wir vernachlassigen die Energieabhangigkeit der Matrixelemente (0 | A’ |} 
und (é’ | H’| e’’) in dem kleinen Intervall J und schreiben einfach Hy, bzw.H 
dafir. Dann wird die Sakulargleichung: 


(& —E + Hw)e + Hj, f p(e) de = 0, (4,4 
£ 


(¢ — E) p(s) + cHio + Hy, f ple’) de’ = 0. 
Normiert man die Lésung gemaB 


A 


AO ge Sealer aay Foe 


dann ist 


Jp(e)de=1+ ni A 
ii 
und 


Ho * ; 
_ (H = &5 — Hy) (UF mi Hy) + mi Hy 


1) Eine ahnliche Rechnung findet man bei Dirac [12] in den Paragraphen tiber Resonan | 
streuung 


a= 
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Die Storung H’ sorgt dafiir, da8 die diskreten Eigenzustande vom Kontinuum 
aufgesogen werden. Wenn H’ klein ist, dann bleibt aber die Stelle H = e + H;, 
ausgezeichnet durch ein scharfes Maximum der Aufenthaltswahrscheinlichkeit c 
im Innenbereich. Fiir S findet man in nullter Naherung!) 


g a (E — & — Aw) (1 —21H;;) — mt |H,|? 
(Ee —— Heo) (1. + 7 4.3) + 24 | Ho, ; 


Cries (4,7) 


_ Das wesentliche Ergebnis ist, daB S(H) in der Nachbarschaft der Resonanz- 
stelle einen Pol in der unteren Halbebene und eine Nullstelle in der oberen 


Halbebene hat?). Dies bleibt auch bei exakter Rechnung bestehen. Wir kénnen 
- also S schreiben in der Form 


(Hey = aT 


(Bly een Cp) eat) ot 
Cae (EF — #,) + 71f/2’ a 
was mit (1,1) tibereinstimmt, wenn man 
ak 4,9 
Se UEE nT) ore 


setzt (Bild 1). 


Die urspriingliche Methode von GAMOW zur Bestimmung der Lebensdauer 
eines a-Strahlers 1aBt sich direkt an die Bemerkung ankntipfen, da8 S fiir den 
komplexen Energiewert z= H, —1J"/2 einen Pol hat. Da die Lésung der 
Schrédingergleichung ftir groBe r die Form hat 


u(r) = etkr _ Qeikr. k= < VimB: Rek > 0, (4,10) 


erhaélt man fir H =z eine Lésung ohne einlaufende Welle. Die Losung der 
zeitabhangigen Schrédingergleichung im AuBenraum ist dann 


s , —* f°? — 1 3 F D it 4 = ee 
u(r, t) = PMO E,t) okt r ene) ki iss ik, a = V2mz (4,11) 


und entspricht einer radioaktiven Quelle der Lebensdauer J-*. Man kann also 
Lage und Breite der Resonanzinveaus bekommen als Real- und Imaginarteil 
der Eigenwerte eines Randwertproblems der Schrodingergleichung?). Die 
Randbedingungen sind 


u(0)=0; wu(r)>e* fir r+ o. (4,12) 


Physikalische Bedeutung haben diese komplexen Eigenwerte freilich nur, wenn 
ihr Imaginrteil hinreichend klein ist. Der Zusammenhang dieser Methode mit der 
Beschreibung des metastabilen Zustands durch ein Wellenpaket ist z. B. bei 
[27] besprochen. ; 


1) Der Faktor e~2¢*4 riihrt daher, daB bereits das Naherungsproblem eine Streuung liefert 
mit der Phase — ka. 

2) Diese Aussage ist insofern mit Vorsicht zu verwenden, als S(Z) als analytische Funktion 
von £ zweideutig ist. Siehe § 6 fiir eine genauere Beschreibung. 

3) Dies ist selbstverstaindlich kein Eigenwertproblem im Hilbert-Raum. Vgl. jedoch die 
Methode von H. RoLinix [26]. 


16 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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Bei den Resonanzreaktionen an schweren Kernen kommen die quasistationare 
Zustande dadurch zustande, daB das stoBende Teilchen, wenn es tiberhaupt | 
den Kern eindringt, seine Energie auf viele Freiheitsgrade verteilt. Es daue} 
dann einige Zeit, bis sich zufallig wieder gentigend Energie auf ein einzeln 
Teilchen konzentriert, so daB dieses emittiert werden kann. Will man Lage u 
Breite der Resonanzen hier mit den Parametern der Kernkrafte in Zusammer 
hang bringen, so ist die erste Schwierigkeit die Formulierung des ,,Ersat 
problems‘, das zur Auswahl der diskreten Energiewerte fihrt (Operator F 
in der Diskussion der beiden ersten Beispiele) [28]. Wir werden darauf it 
folgenden zuriickkommen. Eine Verallgemeinerung der Methode der komplex ef 
Energien auf das vorliegende Problem wurde von KAPUR und PEIERLS unter? 
nommen [29]. | 


| 


Wir suchen die Verallgemeinerung von (4,8) fiir StoBprozesse mit mehrere} 
Kandlen (Resonanzreaktionen). Wir bezeichnen die Eigenzusténde von H mi 
|aH). Dabei sei a die Gesamtheit der Quantenzahlen, welche man auBer de 
Energie # zur vollstandigen Charakterisierung der Anfangs- bzw. Endkon i 
guration bendtigt. Im Falle von Reaktionen mit nur je zwei Bruchstiicken in 
Anfangs- und Endkanal wahlt man z. B. zweckmaBigerweise fiir a die Quante 
zahlen, die die einzelnen Bruchstiicke beschreiben, den Betrag des Bahn 
drehimpulses ihrer Relativbewegung sowie Betrag und z-Komponente de 
Gesamtdrehimpulses. a ist dann ein diskreter Index. Fiir die S-Matrix schreibe i 
wir 


Die allgemeine Resonanzformel 


O@B| BE) = SY) 6(E — EB’). (4,13) 
Wahlen wir die Normierung | 
O@E | BE’) = 6,,6(E-— E’), (4,144 


dann ist die Untermatrix S, (HZ) bei fester Energie E eine unitare Matrix in det] 
Indizes a, B. Analog zu (4,8) 1aBt sich S(Z) in der Nachbarschaft einer Resonanil 
darstellen mit Hilfe einer Matrix S“(E), die ausschlieBlich den Einflu8 de] 
metastabilen Zustands auf den ProzeB beschreibt [6 in (4,1)] und einer Matri3} 
S, die in dem Resonanzgebiet nahezu konstant ist [7 in (4,1)]. Die allgemein¢| 
Resonanzformel unter Beriicksichtigung von S$ wurde von WIGNER [304 
abgeleitet aus der folgenden Vorstellung: die Lésung der stationaéren Schréj 
dingergleichung zu einer Energie in der Nahe der Resonanz hat im Wechselll 
wirkungsbereich die Form c¥, wobei man WV als die Wellenfunktion des metal 
stabilen Zustands auffassen kann. Y andert also seine Form nicht, wenn dié} 
Energie # den Resonanzbereich durchlauft. Lediglich der Normierungsfaktor ¢/ 
(Anregungswahrscheinlichkeit |c|? des metastabilen Zustands) durchlauft dabe} 
ein scharfes Maximum. | 


setzen wir H’,. = 0. 
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oo Einfiihrung des Projektionsoperators @ = 1—|0)(0| schreiben wir 
also 


Hy = QHQ + €|0) (0| (4,15) 
9 = (0| H|0); H’ = H — H,. (4,16) 


Fir die Eigenzustaénde von H erhalt man dann 


H 
) 


la EY? = Ja E+) + 04 (EB) ( es Rote H’ (0) (4,17) 


»wenn |x £)(+) die entsprechenden Eigenzustiande von H, sind. 
Ca(H#) ergibt sich wieder aus einer Sékulargleichung zu 


(0| H’ | « EY+) 


¢.(E) = 0 Set tas} 
E — &, + (0| ’ H’ |0) —ix > |(0| Hy Ey 
H, —E : 
jund fir S,,(#) erhalt man 
| Sup = SU} — 2uick (EZ) (0| H'|B Ey). (4,19) 
Fiihrt man weiterhin die Basis 
| B) = ¥ (S —"s)p|BE)\-) = 7 (SO")pq| BE) (4,20) 
B B 
ein, sowie die Matrixelemente 
Hi) = (a E| H’ | 0) (4,21) 
und die Abkiirzungen 
fat ; 
By = & — (0| H’ p> H’ | 0) (4,22) 
T= 22 > |Hio|? | (4,23) 
| he = Axo (>| Eno leyasits Pap 1 XB» (4,24) 
| so 1aBt sich die S-Matrix schreiben in der Form 
Wh 
| gO alae : P) Ss, 4,25 
; $= 80%(1— p—a app?) eee 


Wir nehmen nun noch weiterhin an, daB die Quantenzahlen a, 8 so gewahlt 
‘sind, da8 S,, auf Grund.der Invarianz gegen Zeitspiegelung eine symmetrische 
Matrix ist (vgl. [16] u. [28]), dann wird 
S = S's SM GOs, (4,26) 
Oder ausfihrlich 
il 
15) FOR Pe a 


SY = d8 — yareell, Sy2=1. (4,27) 


Da auBerhalb der Resonanz die Wahrscheinlichkeit daftir, daB sich die StoB- 
partner wirklich durchdringen, gering ist, kann man die weitere Naherungs- 
annahme machen, da8B S® nur zur elastischen Streuung beitragt, d.h. eine 


16* 
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Diagonalmatrix ist. Man erhalt dann fir eigentliche Reaktionen die BRE 
WIGNER Formel 


Ps Ip i 

ES (EB eters | 

dagegen fiir elastische Streuung eine Interferenz zwischen ,,Potentialstreuul 
und ,,Resonanzstreuung“ 


i apt 
are (1 Pere) ; 


M=Ly; Sl.=T, (4: 


el 
Oy ~ 


—2e-‘% sin i 


2 Thy 
ae 


letzte Higenwert hat die Form e2#% wobei 6 durch (4,9) gegeben ist. Der 
gehorige EKigenvektor ist y. Daher ist die Breite J’ wieder durch die Ableitt 
von 6 gegeben: 

Side ees Oe (4 
Physikalisch ist an (4,28), (4,29) von besonderem Interesse, daB die Reaktia 
querschnitte, sowie der Resonanzteil der elastischen Streuquerschnitte 
fallen in Produkte o, wg mit wp = 43, A. bh. Swe = 1. o, kann dabei als | 
Wirkungsquerschnitt fiir die Bildung des metastabilen Zustands durch 
Eingangskanal a, wz als die Wahrscheinlichkeit interpretiert werden daB die 
Zustand durch den Kanal £ zerfallt. Besonders anschaulich lit sich der Vorgi 
beschreiben beieinem einlaufenden Wellenpaket fe c(Z)|aH)@ dE, dessen Energf 
unscharfe groB gegen J" ist. Ein Teil des Wellenpakets wird am Rand 
Wechselwirkungsbereichs reflektiert. Ein Bruchteil der Breite I” und mittle 
Energie E, dringt ein und bildet einen metastabilen Zustand. Er macht sich 
reflektierten elastischen Anteil durch das Auftreten einer , Absorptionsli 
bemerkbar?). Der metastabile Zustand zerfallt dann mit der mittleren Lebel 
dauer h/I” und den Wahrscheinlichkeiten we in die verschiedenen Kanale £. 
dabei auftretenden Emissionslinien haben alle die gleiche Breite und mitt! 
Energie, welche zudem unabhangig von der Herstellungsweise des metastab 
Zustands, d. h. unabhangig vom Eingangskanal a sind. Die Zerlegbarkeit 
Kernreaktionen in diese beiden Stufen wurde zuerst von NIFLS Bonr [| 
postuliert. 
An Stelle von S betrachtet man haufig auch die Matrix 


dpe 1+: 
@ = tg) Umkehrung: eG (4, 
Aus (4,26) ergibt sich | 
cs 
G=Q + Q” A ae MEO 1g) 

I" /2 1 a | 
Oe > FB eM a= 5 1+ Qik xe (4d 
; [es SO | 

=! gw NP (| sb Q3l 4); P= 


Stak ieee eet ie Ea | 
*) Solange die Lebensdauer 4/I” des metastabilen Zustandes gro8 ist, ist die Spektif 
zerlegung des elastisch reflektierten Teiles fiir sich definierbar. 
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Die Q-Matrix hat in der Nahe der Resonanz einen Pol auf der reellen Achse. 
Er entspricht dem Maximum des Wirkungsquerschnitts und ist gegentiber der 
Resonanzstelle um A verschoben. Q, ist im wesentlichen identisch mit der 
Wignerschen R-Matrix. Fir Verallgemeinerungen der Resonanzformeln auf den 
Fall, in dem mehrere Resonanzen in dem betrachteten Energiebereich liegen, 


siehe [28], [32]. 


Abschatzungen fir die Breiten 


Die Breite /’der Resonanz wird nach (4,30) im wesentlichen durch die Ableitung’ 
der Phase nach der Energie bestimmt. Wir wenden uns deshalb der Berechnung 
dieser Gro8e zu Zunachst beschranken wir uns der Ubersichtlichkeit halber auf 
reine Potentialstreuung. Dies hat. auBerdem den Vorteil, daB man iiber die 
Mathematik des Hilbertraums hinaus einige Hilfsmittel aus der Theorie der 
Differentialgleichungen ausnutzen kann. Verallgemeinerungen auf Kern- 
reaktionen mit héchstens 2 Reaktionspartnern lassen sich noch angeben 
(s. unten). 

Die Schrédingergleichung fiir die mit r multiplizierte Radialwellenfunktion 
zum Drehimpuls / und zur.Energie ¢ = h?k?/2 m ist 


Kee 1) 


2 


a= fas + V(r) We (i) == he ab. (ta (4,33) 


Wir normieren wu so, daf fiir groBe r 
l 
ue (r) > we (7) = sin (ur = 5 ae 6) (4,34) 


geht. Wir multiplizieren (4,33) mit u,, (L6sung zur Energie ¢,) und subtrahieren 
die entsprechende Gleichung, bei der ¢, mit € vertauscht ist: 


=a (te us, — Uh Ug.) = (K® — BP) Ug Ue, (4,35) 


Dieselbe Gleichung gilt fiir die w,. Subtrahiert man diese von (4,35), dann kann 
man wegen (4,34) beide Seiten bis r—> oo integrieren und erhalt, da u(0) = 0 
ist 


(K? — £2) f (te tte, — we te,) dr = we (0) w2, (0) — w; (0) a, (0) 


La&t man k, gegen k gehen, so entsteht 


do sin 2 0 ee : 
yn ae ! Spe ri (u2 — w*) dr. (4,36) 


Diese Gleichung gibt uns einerseits wieder das Wignersche Kausalitatskrite- 
rium [24]. Da namlich, wenigstens fiir nicht zu groBes 1, auBerhalb der Reich- 
weite a des Potentials u ~ w ist und da im Mittel w? = 4 ist, kann das Inte- 
gral nicht wesentlich starker negativ werden als — a/2 und man erhalt die Ab- 
schatzung 


do 1 
pica 4,37 
dk a (« 3x) ( ) 
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welche fir ka > 1 mit dem qualitativen Argument am Ende von §3 iiber¢ 
stimmt. Fir sehr kleine k kann allerdings dd/dk nach der Abschatzung (4, 
groBe negative Werte erreichen. Eine genauere Betrachtung (§6) zeigt, 
dieser Fall genau dann eintritt, wenn ein gebundener Zustand mit gerin 
Bindungsenergie existiert. Wenn keine gebundenen Zustande vorhanden si 
dann gilt 


dé | 
BESS Se 4,35 
‘dk = a ( > 


Wahrend d6/dk nach negativen Werten hin beschranktist, kann es beliebig gi 


positiv werden, namlich dadurch, daB ff u*dr groB wird. Dies zeigt Metta 
0 


bar die véllige Aquivalenz der eingangs formulierten Kriterien i) und i). | 
Wir wollen fiir die weitere Diskussion annehmen, daB V(r) auBerhalb der Reis 
weite a exakt verschwindet!) und benutzen die beiden linear unabhangig 
Lésungen der kraftefreien Gleichung (0 = kr) 


F, (0) = ey: (@) = YE Ve Ion (2); 


G(e) = —o n, (e) = — V5 Ve Man (0). 
Ks gilt | 
F/G, —Gi F, =1 (4,4 
und | 
git cs 
F(a) =e? ( 1 5) ee Tran (Stay, ir e</l+1 
Lea Sele ee = —~ 
. 1 
@ a@ @ sin (e — 3) fir e>1+1, 
4 
je Oey ee | 
: ee fir g9</+1 | 
G, (0) = ot} (- I *) C08 Q 0 
@ de 


I 
: cos (9 — fir g@S>14+1. 
Es ist dann im AuBenraum bei der Normierung (4,34) 


u=cosd:F+sind-G. (4,4) 


Wir suchen zunichst die Randbedingung, die die Resonanzstelle auszeich | 
Nach (4,1) ist dos = 7 + /2 also 


Urep = —sinnF + cosnG=@. (4,44 


Die Lésung fiir eine Energie unmittelbar unter der Resonanz (0 = n) ist 
_v=cosnF+sinnG@=F.-* “ - (4,4) 

4 
Ts ret ’ | 
1) Die Beriicksichtigung einer bekannten, langreichweitigen Kraft im AuSenraum (z.\) 
Coulombkraft) macht keine prinzipiellen Schwierigkeiten [28]. 


Allgemeine Quantentheorie der StoBprozesse 221 
&s ist 
@rPog@iPp, rmG-FG=1. (4,44) 


|\Die Bedingung (4,42) kann man in zwei Grenzfallen als eine energieunabhangige, 
jaomogene Randbedingung fiir u schreiben: 


1) 0) = ka<1 41. 


Bier ist F(Q9)< G(Qo). Also, wenn wir von dem abnormen Fall 7 ~ z/2 absehen, 
Ures ~ 1~'. Die Resonanzenergie ist also dadurch ausgezeichnet, daB fiir sie eine 
sung von (4,33) existiert, die den Randbedingungen 


du l 

a tagt= (4,45) 
geniigt. Es erscheint zunachst merkwirdig, daB die Resonanzbedingung hier 
gar keine Kenntnis der Phase 7 voraussetzt. Der Grund ist, daB fast jeder be- 
liebige Wert der logarithmischen Ableitung w’ /u|, nach (4,41) einen kleinen Wert 
von |sin 6| liefert. Nur wenn w’/w|, in einer engen Umgebung von — //a liegt, 
kann sin 6 wesentlich von Null verschieden sein. Das zeigt, daB in dem hier 
betrachteten Energiebereich (4,45) nicht nur notwendig, sondern auch hin- 
reichend ist fiir eine Resonanz. 


2) 09 > 1; fir 1 wahlen wir die Streuphase einer starren Kugel von Radius a. 
Da fiir 0 1 (bei l = 0 fiir jedes 0) F’ = G und G’ =—-F ist, wird hier 


—i Meg oa Ua W 


Die Refiektionsbedingung an der starren Kugel verlangt aber gerade v(0)) = 0. 
Also haben wir in diesem Grenzfall die Randbedingungen 


wi(O)e=.02 . 0 (a) == 0). (4,46) 


Die Kennzeichnung der Resonanzen durch ein solches Randwertproblem ist 
niitzlich bei komplizierteren Systemen (Kernreaktionen), bei denen viele Reso- 
nanzen in einem Energieintervall liegen, das die Voraussetzungen 1) oder 2) er- 
fillt. Beziiglich der Wellenfunktionen im Wechselwirkungsbereich und im Verein 
mit den Randbedingungen (4,45) oder (4,46) ist der Hamiltonoperator hermitisch 
und besitzt ein vollstandiges, diskretes Orthogonalsystem von Eigenfunktionen 
4 zu Kigenwerten EH [28]. Die E® sind die Resonanzenergien, sofern sie in 
den Bereich fallen, in dem die gewahlte Randbedingung physikalisch sinnvoll 
ist), die y sind die zugehérigen Wellenfunktionen des metastabilen Zustands. 
Das Randwertproblem stellt also (in einem gewissen Energiebereich) den frither 
benutzten Operator Hy dar. 

Zur Bestimmung der Breite kann man in beiden Grenzfallen von der Relation 


dé art acon as 
FP + a u?(a) aes (r) dr (4,47) 


1) Im Fall ka 1 ist allerdings ein Eigenwert des Randwertproblems (4,46) keineswegs 
immer mit einer Resonanz aquivalent, wie man an einfachen Beispielen sieht. 


222) W. BRENIG und R. HaaG 


ausgehen. Integriert man naémlich (4,35) von 0 bis a und 1aBt k, gegen k geh 
dann entsteht 


“) =2kfutdr. (4,4 
a 0 


Ou Ou Oru 
& Or OkdOr 


Die linke Seite formt man um mit (4,41) unter Benutzung der Different 
gleichung der Funktionen F und G und erhalt 


dé du\? (area (UE oe 
tae tle (Gg) — "ay tem rere 


o= ka 


= 2k futdr. 4 
0 


In beiden betrachteten Grenzfallen [Randbedingung (4,45) oder (4,46)] reduzie 
sich die eckige Klammer naherungsweise auf @ uw? und man hat (4,47). 
Benutzen wir jetzt an Stelle von wu die normierte Eigenfunktion des metastabil 
Zustands y 4 | 


. u (a) 
2dr 1s rea tt i, eT ie (4, 
él x Saas (a) x (7) 
dann ergibt sich fiir die Breite aus (4,47) 
h?k 2 (a) ae 
p22 fm omey(t gee) out], (a) | 
dsm dé) atk , mm Ga) + FAQ 
ie GE rk (a) Fall 2 


Dabei ist benutzt, daB® u?(a) im 1. Fall gleich G?(ka), im 2. Fall gleich 1 ij 
Man hat das einleuchtende Ergebnis, daB die Resonanz um so scharfer ist,| 
kleiner der Wert der normierten Wellenfunktion x am Rand ist. 
Die Verallgemeinerung der obigen Formeln auf den Fall der Kernreaktio 
wurde bisher nur gegeben fiir Prozesse, bei denen nicht mehr als zwei Brual 
stucke in der Endkonfiguration vorkommen, bei denen also die Wellenfunkti 
nur in einem Innenbereich 8 und in gewissen ,,Kanalen“ des Konfiguratior} 
raums wesentlich von Null verschieden ist. B ist derjenige Teil des Konfigl 
rationsraums, in dem man keine Gruppeneinteilung der Partikel machen ka 
derart, da alle Abstande zwischen den Partikeln einer Gruppe und den iibrigy 
Partikeln wesentlich gréBer als die Reichweite der Kernkrafte ist. Ein ,,Kana{ 
entspricht einer Einteilung der Nukleonen in zwei Gruppen, die um mehr als di 
Reichweite der Kernkrafte voneinander getrennt sind, wahrend die Nukleon} 
innerhalb einer Gruppe miteinander in nuklearer Wechselwirkung steha 
Innerhalb eines solchen ,,Kanals“ ist die Wellenfunktion in ihrer Abhangigk¢ 
von den Relativkoordinaten einer Nukleonengruppe eine Linearkombinatii 
der diskreten stationairen Zustande des entsprechenden Bruchstiickkerns. || 


Wir benutzen die Bezeichnungen 


a = Gesamtheit aller GréBen, welche zur Charakterisierung der Bruchstiic}} 
notig sind (Teilchenzahlen, Quantenzahlen, die die innere Bewegut 
jedes Bruchstiicks festlegen.) An Stelle von Jr» My, J2, Mz (Betrage url 
z-Komponenten der Drehimpulse der einzelnen Bruvhstiieke) verwend| 
man zweckmaBigerweise den resultierenden Spin beider (j,) und seiil 


Allgemeine Quantentheorie der StoBprozesse 223 


z-Komponente (m,) zusammen mit j,, j2. Wir werden, im Gegensatz zu 
dem Sprachgebrauch des unmittelbar vorangehenden Absatzes, die 
Gesamtheit der GréBen a einen Kanal nennen. 


| % = Innere Variable der Bruchstiicke. 

t4, 2, Lange und Richtung der Verbindungslinie ihrer Schwerpunkte 
1 = Bahndrehimpuls der Relativbewegung der Bruchstiicke 

J, M=Betrag und z-Komponente des Gesamtdrehimpulses. 


a, = Wert von r, am Rand des Innenbereichs. 


i 


Die Wellenfunktion ¢,(i,) der inneren Bewegung der beiden Bruchstiicke setzt 
man mit dem Winkelanteil der Relativbewegung zusammen zu einer Wellen- 
funktion ¢,, mit bestimmtem Gesamtdrehimpuls J und z-Komponente WM. 
Sie enthalt alle Koordinaten auBer dem Abstand 1, : 


Pa 1 (7,625) — i BS Glatt 


Ay m, Mey 


fee ue Po (5c) Yim (On). (4,52) 
Fir J und M koénnen wir, da sie gute Quantenzahlen sind, bei der Lésung der 
Schrédingergleichung feste Werte wahlen. Daher schreiben wir diese Indizes 
bei y,,; nicht explizit an. 

Vor der Ubertragung von (4,45) und (4,51) auf Kernreaktionen sind noch zwei 
Bemerkungen notig. Die erste betrifft die Form der Wellenfunktion in ,,ge- 
‘schlossenen Kandlen‘‘, das sind solche Zustande der Bruchstiicke, die aus 
energetischen Griinden nicht als Endprodukte entstehen kénnen. In ihnen 
klingt die Wellenfunktion exponentiell mit 7, ab und man kann sie gleich Null 
setzen, vorausgesetzt, daB die Energie nicht zu dicht unter der Schwelle der 
betreffenden Reaktion liegt. Wir sehen von diesem Fall ab (siehe dafir E. P. 
WIGNER [83]). 

Zweitens méchte man annehmen, da die y,;, die zu verschiedenen Gruppen- 
einteilungen der Nukleonen gehéren, praktisch nicht tiberlappen, so daB in 
guter Naherung gilt 


vs Pa Gp, dO = xg Oy 1, (4,53) 


dO ist das Oberflachenelement der Grenze des Innenbereichs 8. An der An- 
satzstelle des Kanals a ist 


dO = a2 dQ, dig . (4,54) 


Nach der eben gemachten Voraussetzung wird die Form von dO nur an solchen 
Ansatzstellen gebraucht. Beide Bemerkungen bedeuten, da man den Innen- 
bereich hinreichend groB wahlen muB8. 

Unter diesen Annahmen lassen sich die Formeln (4,45), (4,51) auf den Fall der 
Kernreaktionen tibertragen, indem man an Stelle der Randwerte bei r = a die 
entsprechenden Integrale iiber die Oberflaiche O einsetzt. Das heiBt, die Rand- 
bedingung, die (bei kleinen Werten von k, a) die Resonanzen aussondert, 
ist jetzt+) 


1) Es tritt 7-+1 an die Stelle von J in (4,45) weil y dem dortigen u/r entspricht. Oy/dn 
bedeutet die Normalableitung senkrecht zu O, ist also gleich 0y/0r, an der Ansatzstelle des 
Kanals a. 
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et | | 
fon(GGh+ t*y) ao =o 4, 


fiir alle in dem betrachteten Energiegebiet offenen Kanile 1) bei gegebenemJ, | 


Ist x eine normierte Lésung des Randwertproblems zur Energie E™ (Well 
funktion des metastabilen Zwischenkerns), also 


f\xar=1, (4,4 
B 
dann ist die partielle Breite I’,, [s. (4,28)] beziiglich des Kanalsa und Bahl 
drehimpulses / in Ubertragung von (4,51) gegeben durch 


h? ky yay * 
) CHT PG. «1 40. 4,6 
ma GF (ga) + FF (lig @,)?  *%! [ #140 ( 


Ch 


In [28] ist gezeigt, daB die y,, reell sind, wenn man iiber die Phasen der q{ 
und ¥ in geeigneter Weise verfigt. | 
Gleichung (4,57) enthalt, ebenso wie (4,51), noch keine direkte Beziehu: 
zwischen den Parametern der Wechselwirkung undden meBbaren GréBen I", EI 
Jedoch lassen sich aus ihnen einige statistische Aussagen und Summenrege 
herleiten, die direkt priifbar sind2). | 
Der Vollstandigkeit halber erwahnen wir an dieser Stelle eine allgemeinere Aj 
wendung der Methode von WIGNER und EISENBUD [28]. Die Methode, die w 
hier teilweise geschildert haben, besteht darin, aus den Lésungen der Schréding¢| 
gleichung in 8 durch eine geeignete homogene lineare Randbedingung ein va] 
standiges Orthogonalsystem 7 in 8 auszusondern und dann die S-Matr 
elemente mittels der Werte der normierten x4 auf O (d. h. der y) und der EN 
auszudriicken. Auch wenn die gewahlte Randbedingung nichts zu tun hat nf 
einer Resonanzbedingung, ist die resultierende Entwicklung fiir S gelegentlij 
nutzlich bei der Beschreibung der Wirkung kurzreichweitiger Krafte. 


§5. Das Verhalten von S bei kleinen Energien 


Das Verhalten der Streumatrix bei kleinen Energien wird bestimmt durch di] 


Tatsache, daB bei Wechselwirkungen mit endlicher Reichweite a nur die Str o| 
phasen fiir hinreichend kleine Drehimpulse kh! merklich von Null verschied 1 
sind. Das kommt daher, da8 mit wachsendem Drehimpuls korrespondenzmafi} 
gesprochen der StoBparameter hl/mv = l/k immer gréBer wird, und dan | 
schlieBlich die Reichweite der Krafte iiberschreitet. Quantenmechanisch ist dif 
eine direkte Folge der Entwicklungen (4,40). Um sie ausnutzen zu kénne 


bringen wir S. auf eine geeignete Form. Zunachst gilt nach (2,32): 


Cok RRR 2 
lea)? = lea) Ra Te 


1) Wenn man nur ein beschranktes Energieintervall im Auge hat, dann ist am Eingang ei | 
jeden im ganzen Intervall geschlossenen Kanals die Lésung der Schréderingergleichu} 


automatisch praktisch gleich Null, so daB sich die Angabe einer Randbedingung daf 
erlibrigt, i 


*) Siehe dazu [34] und [35]. 
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und (2,35): 
Mae |e BY — by, 6(e’ —e) = —2rit(ae|H —e| eB) d(e’ —e) = 
= —2ni(ae|H —eleB)-d(e' —e). (5,2) 


‘Fir (H —e)|ea) wollen wir von jetzt an kurz V,j€a) schreiben). Durch 
Einsetzen von (5,2) fiir 8,, bekommt man dann: 


So) = Ong —221%(ae|Ve| eB) (5,3a) 

Sop = Ong —22i(ae|V,| eB). (5,3b) 

Die folgenden Betrachtungen beziehen sich wieder auf den Fall je zweier Teil- 
chen im Anfangskanal a und Endkanal £2). 

Zunachst spaltet man ¢ auf in die innere Energie der Bruchstiicke und die kine- 

tische Energie ihrer Relativbewegung: 
h? ke 
5a 2 Mz, 


h2 13 h2 ke? 
B Promae = — 
ye ote eee ee (5,4) 


+e + ef = 


dann lassen sich 4 Falle unterscheiden: 

1. k, > kg: ,,endotherme“ Reaktion. 

2. ky < kg: ,,exotherme* Reaktion. 

3. k, = kg,a +6: das Hinzige, was in diesem Fall geschehen kann, ist eine 
Umorientierung der Spins der Bruchstiicke. 

4. a =: elastische Streuung. 


Wir suchen nun im 1. Fall eine Entwicklung von 8S, fiir kleine kg, insbesondere 
die Energieabhangigkeit des ersten Gliedes dieser Entwicklung. Wir nehmen 
dazu zunachst an, daB Vs mit wachsendem Relativabstand der 6-Bruchstiicke 
hinreichend schnell (z. B. exponentiell) verschwindet. Dann kommen die Bei- 
trage zu (5,3a) hauptsachlich von kleinen Relativabstanden, und man kann fir 
den Radialanteil der Relativbewegung (in der Ortsdarstellung mit f/f, a (") 
bezeichnet) die Entwicklungen (4,40) benutzen. Sie lauten: 


__4/km (kr)! iby 
fer) = } Fiaine eae (oesalys Koes (5,5) 


Da nach (5,1) +?(ae| im 1. Fall in nullter Naherung*) unabhangig von ky ist, 
liefert (5,5) direkt die Energieabhangigkeit des S-Matrixelementes. Der Beitrag 


zum Wirkungsquerschnitt hangt dann quadratisch davon ab, d. h. ons ~ kp’ as 
Im 2. Fall bekommt man in entsprechender Weise aus (5,3b): Syg ~ Kt ‘la, 


Im Wirkungsquerschnitt mu8 man jedoch fiir k, 0 noch den Faktor k, ; 
beriicksichtigen, d. h. ony ~ kz’-*. Das bekannteste Beispiel fiir diesen Fall 
ist das 1/v-Gesetz fiir den Einfang von s-Neutronen. 

Im dritten Fall mu8 man fir k, = kg— 0 sowohl | € 8 ) als auch “(ae | ent- 
wickeln. Man sieht jedoch aus (5,1), daB die Energieabhangigkeit fir k, > 0 


1) Dabei ist das Pauliprinzip zu beachten. Im allgemeinen gibt es keinen Operator H, 
derart, daB fiir alle Zustande gilt: «| ea > = H,| ea). 
2) Verallgemeinerungen auf den Fall mehrerer Reaktionspartner sind méglich, s. z. B. 


W. H. GuieEr und K. W. Hart [36]. 
8) Beitrage zu| ea >‘ vom Kanal f liefern erst in hoherer Naherung etwas. 
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von “@e| mit der von (ae| iibereinstimmt. Damit wird fir hk, >| 
(S —1)ag~ kot 'e*!. Speziell im Falle der elastischen Streuung wird a 
o) ~ kt", und bei s-Wellen geht o wie bekannt gegen einen konstanten We: 
Fir den Fall, daB V, bzw. Vz langreichweitige Coulombkrafte enthalt, sind ¢ 
obigen Entwicklungen nicht zu gebrauchen. Man kann jedoch von H und 
den Coulombanteil abspalten und den Rest, welcher dann nur noch kurzrei 
weitige Krafte enthalt, fiir sich behandeln. 

Um diese Aufspaltung zu erreichen, macht man sich zunachst zunutze, daB (5 
auch noch gilt, wenn man |é€a) ersetzt durch die Streuzustinde | «a y 
in einem beliebigen mittleren Potential V, in unserm Falle also dem Coulon} 
potential V(r.) = Z,Z, e?/r.. Man bekommt also 


| 
C 


1 


pS Sig =e des He ihe te 
|ea) |ea)y7 Espey 


(H — e) |ea)? (5; 


(H —e) | ea) iF enthalt jetzt nur noch die kurzreichweitigen Anteile der Wed 
selwirkung, die wir wieder mit V, bezeichnen wollen. Dafiir ist jedoch der Hj 
dialanteil f,.(r.) der Relativbewegung von le a)*) nicht mehr eine Bess: 
funktion, sondern eine regulare Coulombfunktion!). Fiir die S-Matrix bekom1 
man dann: | 


SO = 2'ad,, — Qui (eal Vplepyy (54 
Sap = ea dag — 2ri}*? (ea| Val eBy(-). (5 


Die Beitrage zu den Reaktionsquerschnitten sind wieder proportional 


i? ea Velepyy > |?, bei der elastischen Streuung tritt jedoch eine Interfere 
zwischen der Coulombstreuung und dem restlichen Anteil auf: 


| Sua — 1 |? = 4 | emén sin 17, —ay>(ea| V.|ea)(-) |. 


— 


Zur Berechnung der Energicabhangigkeit der Matrixclemente benétigt man ¢ 
(5,5) entsprechende Entwicklung der Coulombfunktionen. Diese hangen nid 
wie die Funktionen F und G in (4,40) nur von kr ab, sondern auch noch dire 
von k. Wir benétigen die Entwicklung fiir kleine k bei festem r, deren ers 
Glied lautet?): 


ay 
he = | UL + (hag) 


i ER ay it 
‘++ [1 + [1 kay)?] mee V1 | | L214 V8r/\ag| (5,1) 


mit a) = A2/Z* Zs m, 2; |a,| der Bohrsche Radius. 
Fir k > 0 hat mana) > 0 (CoulombabstoBung) und ay < 0 (Coulombanziehu 
zu unterscheiden. Ks ist nach (5,10): 


[Fearne (Coul. abstoB.) | 
ULL + (hag)*Y + (+ (Bhay)*I%* 1; (Cowl. and.) "| 


bi Tink 


he 3 


1) Vgl. dazu L. F. Yost, Z. A. WHEELER, G. BREIT [37]. 
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Im Falle der AbstoBung dominiert der Exponentialfaktor, im Falle der An- 
ziehung geht f,, gegen einen konstanten Wert, beginnt jedoch bei gréBeren 
l-Werten ziemlich bald (ka, > 1/l) starker anzusteigen. 


Die weitere Argumentation lauft genauso wie oben. Wir fassen die Resultate in 
einer Tabelle zusammen!). 


neutral Coul. abstoB. | Coul. anziehg. 
endotherm helt 1 e- 27/kdg | l 
exotherm pars f k- 2 e~ 22/k ay | ie 
Spinumklapp Ke +0) k-2e-4n|k ay | ke? 
el. Streuung kt 6 ~ e a/kay | 6~1 


Die Angaben der Tabelle beziehen sich auf die Abhangigkeit des ersten Gliedes 
in der Entwicklung des Wirkungsquerschnittes nach der Energie, mit Ausnahme 
der letzten beiden Zahlen bei der elastischen Streuung. Da namlich der Gesamt- 
querschnitt bei Anwesenheit von Coulombkraften divergiert, mu8 man experi- 
mentell stets den differentiellen Streuquerschnitt bestimmen. Aus diesem kann 
man dann direkt die Energieabhangigkeit des Matrixelementes (S — 1) ~ 6 
ermitteln, welche wir in der Tabelle angegeben haben. 

Die Energieabhangigkeit der Wirkungsquerschnitte ist z. B. von Wichtigkeit 
fiir die experimentelle Bestimmung von Schwellenenergien, bei der man den 
Verlauf von o(k) von endlichen k auf k = 0 extrapolieren muB. 

Bisher haben wir nur die Energieabhangigkeit in den Kanalen betrachtet, 
welche an der Schwelle gerade ,,aufgehen‘‘. Auf Grund der Unitaritatsbedingung 
ist jedoch auch in den iibrigen Kandlen, die unterhalb der Schwelle schon 
geoffnet sind, ein Effekt zuerwarten. Wir betrachten zunachst als einfaches Bei- 
spiel den Fall einer zweireihigen S-Matrix oberhalb der Schwelle: 

Der Index 2 bezeichne den sich neu 6ffnenden Kanal. Von Coulombkraften 
sehen wir zunachst ab, dann ist fiir kleine kh, bei s-Wellen: 


| Soy|? = ¢- ky + +-- (5,12) 
‘Es sei ferner an der Schwelle selbst 
Sy = ee, (5,13) 
In der Umgebung der Schwelle versuchen wir die Entwicklung 
Symse?'2 (1 akg): (5,14) 
Dann folgt aus der Unitaritatsbedingung |S,,|? + |S.|? = 1 
Ge 0. (5,15) 


Unterhalb der Schwelle ist nur noch S,, definiert. k, ist rein imaginar und die 
Unitaritat verlangt |S,,| = 1, also a =c/2(= reell). Das Vorzeichen von k, 


1) Siehe dazu E. P. WIGNER [33]. 
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bestimmt sich aus der Tatsche, daB S,, auf der Oberseite eines Schnittes | 
der komplexen ¢, Ebene definiert ist (siehe unten). Man hat also unterha! 


der Schwelle 
a= eu (1 — Slate), 


Der Wirkungsquerschnitt o,, ~ |S, —1|? hat damit folgenden Verlauf 


4 sin? 6 —2k,csin? 6; oberhalb 1 
01, ~ | (5, y 


4 sin? 6 —c|k,| sin 2 6; unterhalb. 


Oberhalb der Schwelle fallt o,, stets ab, unterhalb kann man Abfall oder A 
stieg haben je nach dem Vorzeichen von sin 2 6. In Abhangigkeit von der Ener 
bekommt man also entweder eine Spitze oder eine nach zunehmender Energ| 

absteigende abgerundete St 

(Bild 3) s. dazu [38]. | 
sin20<0 Bei hodheren Drehimpulsen q 

kommt man an Stelle von (5,1 
| Sy|2 = ¢ k2'+1 und dem zufol} 
im Streuquerschnitt o4,(€) e1 
abgerundete Spitze oder Stufe m 


Tel 


& € abstoBenden Coulombkraft, 
Bild 3. Verhalten des Streuquerschnittes bei einer Schwelle alle Ableitungen von 04 (€) an 
ee Schwelle stetig sind. Der 
einer anziehenden Coulombkri 
im Kanal 2 liegt auBerhalb der obigen Methode. Hin typisches Beispiel fiir dies 
Fall ist die Ionisation eines Atoms durch ein einfallendes Photon. Man lj 
dann unter der Schwelle (= Ionisationsenergie) eine Folge sich haufengq| 
metastabiler Zustinde, bei deren Zerfall im allgemeinen Lichtquanten eff 
stehen. 
Wir betrachten nun noch kurz den Fall mehrerer Kanale. In der Zerlegung (5j 
der S-Matrixelemente : 


1 | 
Bop dug 2m tae | — a) eB) Bt ee | ee eee Ve \eB) (5) 


ist der von der Bornschen Naherung her gelaufige Term: (ae|H —e|ef)| 
der Schwelle ¢« = stetig. Der folgende Term enthalt jedoch in der Gre} 
schen Funktion (H —«— iv)! eine Singularitét. Sei namlich | ea’ }| 
der an der Schwelle aufgehende Kanal, so enthalt die Greensche Funktion ei 
Beitrag 


Ly 
} 


Cc 


fetlale are LMI gy, | 


e —e—iyn 


Da |ea) und |¢f) keine Singularitait enthalten, bekowimé man also mit; | 


(a&| Val e a! +? + a! & | Ve| eB) = Fle’) s (54) 
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fiir (5,20) die Form: 


co 


f(e') ; 
[exer (5,21) 


£o 


wobei der Verlauf von f(e) dicht oberhalb der Schwelle wieder aus den Uber- 
legungen des vorigen Abschnitts entnommen werden kann. Die GroBe —i7 
im Nenner des Integrals sorgt gerade fiir die oben heuristisch angenommene 
Fortsetzbarkeit von S,g in die obere k-Halbebene. Damit bekommt man also 
genau das in dem obigen Beispiel schon gefundene Verhalten. 

Ahnliche Aussagen wie fiir die Wirkungsquerschnitte lassen sich nach (4,51), 
(4,57) fiir die Breiten J" bei kleinen Energien machen. Ihr Verhalten wird 
namlich unter der Voraussetzung, daB die Randwerte y der Wellenfunktion 
an den Resonanzstellen fiir kleine Energien einem festen Grenzwert zustrebt, 
durch das Verhalten von G,(ka) bestimmt. Das erste Glied der Entwicklung be- 
kommt man leicht aus (4,39) und (5,5) baw. (5,11). Aus (4,39) folgt namlich: 


Q 

d , 
Bee ton (5,22) 
und aus (5,5), (5,11) sieht man, da8B F, in ein Produkt aus einer nur von k und 
einer nur von r abhangigen Funktion zerfallt. Die k-Abhangigkeit von G, 
fir k— 0 wird also nach (5,22) gegeben durch G, ~ k/F,. Da die k-Abhangig- 
keit der Breiten nach (4,51), (4,57) ~ k/G? ist, bekommt man schlieBlich: 
I~ F/k. Dies stimmt genau mit der Abhangigkeit der Wirkungsquerschnitte 
bei der endothermen Reaktion iiberein. 
Die nachsten Glieder der Entwicklung der S-Matrix nach k? sind im allgemeinen 
komplizierter1). Einfach ist nur der Fall der s-Streuung ungeladener Teilchen. 
Fir diese bekommt man direkt aus (4,36) nach Division durch sin 6(k)sin 6(k’) 
mit dem Ansatz 6 = — ka,+-:-, fir k’ > 0: 


co 


if 2 
ketg 5h) = — > +# [[(1- 2) —winfar, (5,23) 
0 


Gi(@) = File) 


8 


U(r) ist dabei der Wert von %(r) = u,(r)/sin 6(k) fir k =0, 1 — ra, ist der 
asymptotische Verlauf von v (7). 

Da der Integrand in (5,23) von der GréBenordnung 1 ist, innerhalb der Reich- 
weite des Potentials, und auBerhalb verschwindet, ist das Integral direkt ein 
MaB fiir die Reichweite. Daher der Name des quadratischen Korrekturgliedes 
zur ersten Naherung — 1/a,: effectiv range Korrektur. 


§ 6. Analytische Eigenschaften von S 


In den bisherigen Abschnitten hatten wir an einigen Stellen auf qualitative 
Zusammenhange zwischen analytischen Eigenschaften der S-Matrix in der 
komplexen k-Ebene und dem raumzeitlichen Verhalten von Wellenpaketen 
(Kausalitaét) hingewiesen. Wir wollen jetzt diese analytischen Higenschaften 


1) Vgl. etwa: G. F. CuEw, M. L. GOLDBERGER [39]. 
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unabhangig von den genannten Zusammenhangen im Fall der Potentialstre: 
ung quantitativ etwas genauer untersuchen’). 


Lokales Potential mit scharfem Rand 


Der einfachste und schon lange bekannte Fall (Hu [4/], ist die s-Streuung 
einem Potential v(r), welches auBerhalb der Reichweite a exakt verschwinde 
In diesem Fall ist die Wellenfunktion u(r) fiir r >a eine Lésung der freis 
Schrédingergleichung, d. h. u(r) ~ sin (kr + 6 (k)), oder auch | 
; 


u(r) = c(k). (e-** — S(k)e**) firr>a (6 


mit S(k) = e??®. Wir wollen nun diese Lésung in die komplexe k-Ebe4 
hinein verfolgen. Zunachst ergeben sich aus der Realitaét des Potentials ui 
aus der Tatsache, da in der Schrédingergleichung nur k? und nicht k vorkomm 
zwei Symmetrieeigenschaften der Lésungen bei Spiegelungen von k an der reellf 
und der imaginaren Achse: 


6(—k) = —6(k);  d(k*) = O*(k) ah. 
S(— b= Sk); S(k*) = 8*(— kh). 


\ , | 
Diese Relationen bedeuten auf der rellen Achse | S(k)|?=1 d.h. die Uy 
taritat, und auf der imaginaéren Achse S*(k) = S(k) d.h. die Realitat von S. || 
Fir jede Wahl des Normierungsfaktors c(k) ist nach (6,1) 


wate @) ene Qe ees | glen u' (a) +iku(a) 
uz, (a) &*4 — up(a).(e*+y u' (a) —iku(a) 


(Ableitung nach a durch’ gekennzeichnet.) 
c(k) legen wir nun durch die Randbedingungen bei r = 0 fest, nimlich: 


100) 0s O(N (6) 


Da diese Randbedingungen unabhangig von k sind, und die Schrédingerglil 
chung analytisch von k? abhangt, sind mit diesen Festsetzungen u(r) und will 
fiir festes r ganze Funktionen von k??). S(k) ist also nach (6,3) eine meromorp} 
Funktion vonk. Die Lage der Pole und Nullstellen von 8 wird bestimmt du | 
die Hermitezitét des Hamiltonoperators und durch die Symmetrierelation) 
(6.2) Zunachst einmal gibt es Pole auf der positiv imaginaéren Achse und da} 
spiegelbildlich gelegene Nullstellen auf der negativ imaginaren Achse, welc| 
den gebundenen Zustiinden entsprechen. | 
AuBerhalb der imaginiiren Achse diirfen jedoch in der oberen Halbebene kei 
Pole, in der unteren Halbebene keine Nullstellen liegen, denn diese entsprachh 
nach (6,1) exponentiell abfallenden also normierbaren Eigenzustanden des Ha nt 
tonoperators mit nicht rellen Kigenwerten, im Widerspruch zu seiner Hermii| 
zitat. 

Aussagen tiber die Vielfachheit der Nullstellen und Pole, sowie tiber das V 
halten von S fiir grofe k bekommt man z. B. [vgl. auch (6,20)] aus der Ve 
standigkeit der Lésungen der Schrédingergleichung fiir r > a: 


*) Fur strengere Untersuchungen zum Zusammenhang zwischen , Kaysalitat und dj 
Kigenschaften von S vgl. H. G. v. KAMPEN und E. CorINALDESI [40]. 
*) Siehe dazu R. Jost [42]. 
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Diese gibt namlich mit ,(r) = e~**" — S(k) er sr Sa 
( e : 
ag | MOE) AE + S galt) al") = 8(r — 1); r+ >2a (6,5) 
0 


pa(r) = VN,e-*2" (r >a) ist der Verlauf der gebundenen Zustinde, N, >0 
deren Normierungsfaktoren — xj(%, > 0) deren Energien. 
Wegen (6,2) kann man fiir (6,5) auch schreiben: 


[S(k) hE HY Oh = Ny CGEM: tig! > 2 Gg (6,6) 


Wir wissen, da8 S in der oberen Halbebene nur an den Stellen & = i x, Pole hat. 


Da (6,6) fiir alle r+ r’ > 2a gilt, folgt, daB diese Pole einfach sind, mit den 
Residuen 


2 S(k) dk/27i = N,/207%. 6,7) 


Ferner mu8 


apeital oR dk =, 0> sein firs > 2 a; (6,8) 


wenn J' den unendlich fernen Halbkreis in der oberen Halbebene bedeutet. 
Fiir die Pole in der unteren Halbebene kann man allgemein nichts sagen, es 
laBt sich jedoch zeigen (vgl. etwa Hu [4/]), daB man fiir k, a< 1 (k, der Real- 
teil der Polstelle) nur einfache Pole erwarten sollte. Da S e2**@ in der oberen 
Halbebene bis auf (endlich viele) Pole regular ist, bekommt man durch An- 
wendung des CAUCHyYschen Integralsatzes unter Beachtung von (6,8) eine Be- 
ziehung zwischen den Werten von S auf der reellen Achse und den gebundenen 
Zustanden: 


2k [ RefS(k’) ea] ke, Nyen2xa0 
ay 


(6,9) 
4 
0 


Da S in der ganzen Ebene durch analytische Fortsetzung von der reellen Achse 
aus gewonnen werden kann, sind die Energien und Normierungsintegrale der 
gebundenen Zustande im Prinzip durch Vorgabe der Streuphase schon bestimmt. 
In der Tat kann man z. B., da (6,9) fiir alle k& gilt, die Parameter N, und ~, aus 
(6,9) bestimmen. 

Es zeigt sich jedoch, da8B die oben abgeleiteten analytischen Eigenschaften wirk- 
lich nur dann erfillt sind, wenn das Potential auBerhalb eines bestimmten 
Radius exakt verschwindet. Schon bei exponentiellem Abfall des Potentials 
ergeben sich wesentliche Anderungen. Dieser grof%e Unterschied zwischen scharf 
abgeschnittenen und nur schnell abfallenden Potentialen scheint zunachst physi- 
Kkalisch unverstandlich, wenigstens in Gl. (6,9), da diese ja eine Beziehung zwi- 
schen beobachtbaren Gr6Ben darstellt. In Wirklichkeit liegt jedoch dieser 
Unterschied nicht vor, da durch die Werte auf der reellen Achse die Lage der 
Pole praktisch doch nicht bestimmt ist: Beliebig kleine Abanderungen auf der 
reellen Achse kénnen beliebig groBe Verschiebungen der Pole zur Folge haben. 
Die Bestimmung der Pole aus (6,9) ist deshalb praktisch immer mit groBen 


17 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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Fehlern behaftet. Anders ausgedriickt: Es ist nicht ausgeschlossen, daB (6; 
auch dann noch naherungsweise gilt, wenn die zu ihrer Ableitung benutzt; 
Eigenschaften von S gar nicht mehr vorhanden sind. 
Man kann eine Verscharfung der Ungleichung (4,37) herleiten (vgl. C. J. GOEBE 
R. Karpius, M. A. RUDERMANN [43]. 
Dazu geht man aus von einer zuerst von N. Hu [41] angegebenen Produktdarstellung von 

k+ in, (k—k*) (k+h,) 


—2Qika 
8) ID in, Gh) ee BR) (6 


Im k, <0; *,> 0 fiir gebundene Zustande. 
Durch Logarithmierung von (6,10) bekommt man 


b(k) = —kat+ F 8 (H+ 6, (H) 
mit tg 6, = 2k Im k; / (k® —| ky |); tg 62 = 4. 


Differentiation nach k liefert: 


dtg 6, (k 
Bey = — 2Imk, = 
dk (k? — |k, |)? 
Die letzte Form folgt wegen Im k, < 0. Man hat damit die Abschatzung (Ableitung nackf 
gekennzeichnet durch einen Punkt): 


> | sin 26,|/2k>0. 


ke + [k|? [tg 6] | Ree ee |e 
k? — | k,|? 


Beachtet man weiter, daB stets |sina|-+|sinf| >|sin (a + £)| ist, so bekommt 
schlieBlich folgende cca es fiir die Anderung der Streuphase: 

P %} 

Moers sin 2 (6 + ka— 6,)| — ee 6, 

(k) | 81) oe Bad ( 

Die gebundenen Zustande liefern also negative Beitrage, welche fiir k > co vernachlass} 

bar sind, aber fiir k — 0 besonders gro8 werden, wenn es sehr schwach gebundene Zustanj 

gibt. Falls keine gebundenen Zustande vorhanden sind, ist immer: 


b>-—a. 
In diesem Fall 1a8t sich eine unter Umstinden noch scharfere Abschitzung aus der Reg} 


laritat und dem asymptotischen Verschwinden von Ss (k) = exp [2%(6 + ka)] in der ober 
Halbebene gewinnen. Dann liefert namlich der CAucHysche Integralsatz fiir beliebigy 
komplexes k in der oberen Halbebene: | 


+c 

a8 1 VSS Rye) os 

—_———— =———2 k 
knit | ag) i | 

woraus sich fiir reelles k wegen 6(k) = —6(—k) ergibt: 
, P [ sin?[6(k’) + k’a — 8 (k) — ka] | 
=—_l — a nn . 6, 

6 (k) ahi i (i — bp dk’, ( | 


Da der Integrand immer positiv ist, bekommt man eine Abschatzungs stets dadurch, ail 
man das Integral tiber einen beliebigen endlichen Abschnitt, statt von '— co bis + 0 
streckt. 
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Wir erwahnen der Vollstandigkeit halber, daB die Verallgemeinerung der obigen 
Betrachtungen auf den Fall hoherer Drehimpulse keine prinzipiellen Schwierig- 
keiten macht und keine wesentlich neuen Gesichtspunkte bringt (vgl. etwa 


CORINALDESI [40]). Wir wenden uns deshalb jetzt der Betrachtung allgemei- 
nerer Potentiale zu. 


Allgemeine lokale Potentiale 


Um von der Einschrankung des scharfen Potentialrandes loszukommen, miissen 
wir in (6,3) den Grenziibergang a — oo untersuchen. Dazu ist es zweckmaBig, 
eine Umformung vorzunehmen. Schreibt man fiir den Zahler vortbergehend z(a) 


so ist z(a) = 2(0) + f 2 (r) dr, 
0 
d. h. bei Beachtung der Schrédingergleichung und (6,4) erhalt man fiir a + oo 


yas fete V (r) u(r) dr 
S(k) = = eels (6,14) 
tLe if kr V(r) u(r) dr 

J . 


[V(r) das Potential in der Schrédingergleichung]. 
Fir die analytischen Eigenschaften von S(k) ist die gleichmaBige Konvergenz 
der Integrale an der oberen Grenze maBgeblich. Solange diese gewahrleistet ist, 
bleiben Zahler und Nenner von (6,14) regular. Daraus sieht man: Fallt das 
Potential starker als jede Exponentialfunktion ab (z. B. wie eine GauBfunktion 
0. 4.), so ist S eine meromorphe Funktion, wie beim Potential mit scharfem 
Rand. Jedoch ist das Verhalten im Unendlichen nicht so einfach wie in (6,8). 
Fallt das Potential fiir groBe r mindestens wie cr”e-%" ab, so ist der 
Zahler von (6,14) regular analytisch in der unteren Halbebene und besitzt eine 
analytische Fortsetzung in die obere Halbebene bis Im(k) = a/2. Entsprechend 
ist der Nenner regular in der oberen Halbebene mit einer Fortsetzung in die 
untere bis Im(k) = — a/2. S(k) ist also regular in einem Streifen der Breite a 
langs der reellen Achse, abgesehen von isolierten Polen, die den Nullstellen 
von {(—k) entsprechen. Uber die Fortsetzbarkeit tiber den Rand des Streifens 
hinaus 14B8t sich allgemein nichts sagen. Es gibt Beispiele, in denen der Zahler 
von (6,14) regular ist bis auf Pole [z. B. bei V(r) = Vy e-2’/(1 — e-%’)]. Es 
k6nnen aber auch Verzweigungspunkte vorkommen. 
Die Funktion {(k) wurde von R. Jost [42] in anderer Weise eingefiihrt. Er 
definiert Funktionen f(k,7) als Lésungen der Schrédingergleichung mit der 
Randbedingung 

lim: eff f(k, r)izeely (6,15) 
Diese sind in der unteren k-Halbebene fiir jedes feste r analytisch in k. In der 
oberen Halbebene ist durch (6,15) die Lésung nicht eindeutig festgelegt, da (6,15) 
keine Auskunft iiber die exponentiell abfallenden Anteile der Wellenfunktion 
macht, man kann jedoch {(k, r) auch in der oberen Halbebene eindeutig durch 
die analytische Fortsetzung von der oberen Halbebene festlegen, solange diese 
existiert. 


i7* 
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Diese Funktion [(k, r) besitzt folgende leicht nachpriifbaren Eigenschaften : 
Sie geniigt der Integralgleichung: 


{(k, 1) Sate ++ “ [sin k(r’ — r) V(r’) f(k, ’) dr’ . (6,1) 


Die Wronskysche Determinante fiir die beiden Funktionen f(k,r) und f(—4&,| 
ist 


t(k, r) f'(— k, r) —f'(k, 7) f(— & vr) = 2 tk. (6,1) 
Die beiden in (6,4) und (6,5) definierten Funktionen u,(r) und 9;,(r) hang 


mit f zusammen durch: 
<= et) f(k) 
k 4 
galt) = Hk) — OE f= sn) 
mit 
f(k) = f(k,0). (6,11 
Die Aquivalenz der beiden Definitionen (6,19) u. (6,14) sieht man am einfachste 


wenn man wu,(r) aus (6,18) in (6,14) einsetzt und die entstehenden Integra 
mittels Gleichung (6,16) uns ihrer Ableitung bei r = 0 auswertet. | 
Aus der Jost’schen Definition von f(k) und (6,18) folgt sofort, daB die Nu 
stellen von f(k) in der unteren k-Halbebene den gebundenen Zustanden en 
sprechen und daher auf der imaginaéren Achse liegen miissen. Die Nullstelld 
von f in der oberen Halbebene kennzeichnen metastabile Zustande, sofern §| 
dicht bei der reellen Achse liegen. Die Pole von f haben keine physikalise’ 
Bedeutung. Sie kénnen nur in der oberen Halbebene auftreten und zwar, wel 
das Potential exponentiell abfallt, nur auBerhalb des erwahnten Streifens. I] 
ihnen entsprechenden Pole von S haben, selbst wenn sie auf der positiv im 
gindren Achse liegen, nichts mit gebundenen Zusténden zu tun. Daher ¢ 
Bezeichnung ,,iiberzahlige Pole‘‘ von S. Wir stellen die funktionentheoretisc 
EKigenschaften von {(k) noch kurz zusammen (vgl. JosT [42]): 


stimmen die Lage der gebundenen Zustinde; 
2) f(k)—> 1 fiir | &| > c in der unteren k-Halbebene; 
3) f*(— k*) = f(k). 
Uber den Zusammenhang zwischen Streuphase und gebundenen Zustand 
kann man folgendes sagen: Wenn man wei’, da8 das Potential fir groBd 
mindestens wie e-*’abfallt, dann kann man S(k) von der reellen Achse | 
analytisch fortsetzen in den Streifen | Im k| < a/2, und die Pole von S auf 
positiv imagindren Achse innerhalb dieses Streifens bestimmen die Lage | 
gebundenen Zustande. 
AuBerdem bekommt man durch eine dhnliche Uberlegung wie in (4,35) 
mit Benutzung von (6,17) fiir das Normierungsintegral vor: * 


flitmnitare [EP feel 2 et 


kK=12). 
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Wenn man iiber den Abfall des Potentials jedoch nichts weiB, so gibt der Ver- 
lauf der Streuphase keine Auskunft tiber die gebundenen Zustande. S bestimmt 
nur die Phase, nicht den Betrag von f{(k) auf der reellen Achse. Man kann zu 
gegebenem S viele f konstruieren, die den Bedingungen 1) bis 3) geniigen, und 
verschiedene Nullstellen auf der imaginaren Achse haben. [Zum Beispiel erfiillt 
f(k) = fy(k) (k? + x°)/(k® + x5) fiir beliebiges reelles x, 1) bis 3), solange dies f,(k) 
tut und f)(— ix») = Oist. f(x) hat eine Nullstelle bei + ix, jedoch S(k) ist un- 
abhangig von x.] 

Auf der anderen Scite laBt sich die Anzahl der Nullstellen von {(k) nicht ohne 
Anderung der Streuphase verandern. Man bekommt namlich durch Anwendung 
des CauCHYschen Integralsatzes auf In {(k) wegen 2): 


6(0) — d(co) = mx; m= Zahl der geb. Zustande. (6,21) 


Bei gegebener Streuphase liegt also die Anzahl der gebundenen Zustande fest. 


Zur Erlauterung von (6,21) bringen wir noch ein einfaches qualitatives Argument: Wir 
definieren die Streuphase durch 
6(k) = lim (nz — r,), 
n+c! 

wobei 7, der n-te Knoten von u,(r) ist. Dann wird man fiir Potentiale, welche fiir r > 0 
nicht zu stark singular werden und fiir r + oo hinreichend schnell abfallen, erwarten, daB 
6(co) = 0 ist, denn bei hinreichend hohen Energien kann der Hinflu8 des Potentials auf 
die Wellenfunktion vernachlassigt werden. Fir ka<1 dagegen (a die Reichweite des 
Potentials) bekommt man: 


1; wu’ (a)/u(a) > 0 
l+1; w(a)/u(a) <0. 


Or 


Dabei ist J die Zahl der Knoten der Wellenfunktion innerhalb der Reichweite des Potentials. 
Der Zusammenhang mit der Zahl der gebundenen Zustainde ergibt sich dann aus der 
Vollstandigkeitsrelation (Knotensatz). 


Sind jedoch die Energien — xj der gebundenen Zustande wnd die Streuphase 
gegeben, so ist 


k+uix 
fe) = 1) | ge > 0 


in der unteren Halbebene regular und nullstellenfrei. Man bekommt also nach 
dem CaucHyschen Integralsatz wegen 2): 


Pp (poe 


aE (6,22) 


Re In f,(k) = AL 
0 
(k) ist also in der unteren Halbebene durch Angabe der Streuphase und der 
Energien der gebundenen Zustinde bestimmt. Falls die Fortsetzung in die 
obere Halbebene existiert, kann man die zugehérigen Normierungsintegrale 
wus (6,20) berechnen, falls nicht gerade eine richtige und eine falsche Singularitat 
von S(k) zusammenfallen. 
[m allgemeinen jedoch sind Streuphase, Lage der Energieniveaus und Nor- 
mierungsintegrale alle voneinander unabhangig [45]. 
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Nichtlokale Potentiale 


Unsere bisherigen Betrachtungen bezogen sich stets auf lokale Potentiale V( 
Die Frage nach der Verallgemeinerung auf nichtlokale Wechselwirkungy 
v(r, r’) ist fiir den Fall, daB diese fir r >a und r >a exakt verschwinde 
bereits durch die Uberlegungen von VAN KAMPEN und N. Hu [41] beantworte 
Immer, wenn die Wellenfunktion fiir r >a durch (6,1) beschrieben wird, b 
sitzt S(k) die Produktdarstellung (6,10). Um eine Idee vom allgemeinen Fall | 
bekommen, betrachten wir Potentiale der Gestalt: 


Paes onan en (m| 2) = Oa. 
n=] 


mit endlichem WN. Fiir diese wird: 


S(e)=1—2ri DY Me|n)o,(nle) =1 —Qni D (eln) vo, (ne). (6,5 


Wir haben hier voriibergehend ¢ = k* statt k als Variable eingefiihrt und d 
Zustande so normiert, daB (e|e’) = 6 (¢ —e’) ist. (In der r Darstellung ist di 


her: (r|e) = V2/nksinkr). Zur Bestimmung von (n|«¢) hat manna 
(1,52) das lineare Gleichungssystem : 


/ 
| 
D Kas (2) (ake) = n|s) (6,4 
mit 
K(#) (e) = 1+ (Hy —e + in)! V = (Hy — e + tiny) (H —e + in), |] 
Kas = (me | Ke) (6, 

Man erkennt 
Ka Ke 2ri(m| e) (e} n) vy. (6.4 
Also nach (6,24) 
(Ko AO Se On 2a tS se | 2) U_. (6,4 


K" bedeutet hierbei die Reziproke der N-reihigen Matrix K@. Bildet mj 
die Determinante der Matrix (6,27), dann entsteht i} 


Det K (e) 


Dero Gg) ee lee erie (6,4 


Fihrt man nun fiir komplexes ¢ die Funktion 
g(e) = Det | 6,,.+ / Sa EX, AB) ade wv, 
6 


ein, so ist diese in der langs der positiv reellen Achse aufgeschnittenen e-Ebé 
regular und S(e) ist nach (6,26) der Quotient aus den Werten g,(e) und g/ 
auf der Oberseite bzw. Unterseite des Schnittes. Die Umrechnung auf die Van} 
ble & liefert dann genau die gleichen Verhaltnisse wie ins(6;14). Auch der 
sammenhang der Nullstellen von f(k) mit den gebundenen Zustanden bleij 
wie man sich tiberzeugen kann, bestehen. | 
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Besonders einfach ist der Fall N = 1. Dann wird aus (6,28): 


ee eri 3 


’ 


we) 
& —é—17 


S(e) 


Sie y= |e) ae (6,29) 


1 +f dé’ 


6 


Ist insbesondere v(r, 7’) = v,(r| 1) (1| 7’) = 0 fir r, r’ > a, so besitzt die Funktion 
w(é) eine analytische Fortsetzung in die ganze k-Ebene (nicht gleich dem Abso- 
lutquadrat der analytischen. Fortsetzung von (1|¢)) und man sieht durch 
geeignete Verschiebung der Integrationswege in (6,29) von der reellen Achse 


weg, daB S(k) eine meromorphe Funktion ist, in Ubereinstimmung mit VAN 
ar 


wieder Regularitat in einem Streifen. Im allgemeinen Fall bleiben wieder nur die 
Aussagen 1)—3). In den Nullstellen ¢, des Nenners gilt 


| CE eee (6,30) 
Up 
0 
Andrerseits lautet die Schrédingergleichung fiir die gebundenen Zustande | 2) 
é (e’ | A) +0, (e | 1) (1 | A) = & fe’ | A). (6,31) 


Nach Division durch e’ — ¢,, Multiplikation mit (1 | «’) und Integration tiber e’ 
sieht man, daB (6,30) aus (6,31) folgt. Durch Differenzieren von (6,30) nach &, 
bekommt man eine Aussage tiber das Normierungsintegral (A | A): 


yeah RSL pee 
de, eiicecar Le oy DA * (6,32) 


Um den allgemeinen Fall zu erhalten, mu8 man N = oo und kontinuierliches 
Spektrum fiir v, zulassen. Die obigen Entwicklungen gehen dann in die FRED- 
HOLMschen Lésungen itiber. Die Konvergenz dieser Verfahren ist  bisher 
nur fiir lokale Potentiale untersucht worden (Jost [44]). Man gewinnt jedoch 
nach den obigen Betrachtungen den Eindruck, da8 kein groBer Unterschied 
zwischen lokalen und nichtlokalen Wechselwirkungen besteht. Dagegen spielen 
die Ausdehnungsverhaltnisse des Potentials eine wesentliche Rolle: Die ana- 
lytischen Eigenschaften der Funktion S(k) sind wesentlich verschieden fir 
Potentiale mit scharfem Rand, exponentiellem Abfall oder schwacherem als 
exponentiellem Abfall. 
Wenn man die Konvergenz der FREDHOLMschen Reihe voraussetzt, kann man 
zeigen, daB die FREDHOLM-Determinante der Integralgleichung des Streu- 
problems 

D(e) = Det K‘?(e) = Det (Hy — 2)! (H — 2)|. =e—iy (6,33) 

y= 

der Jostschen Funktion f(k) entspricht. 
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In Verallgemeinerung von (6,14) bzw. (6,28) erhalt man dann [48] 


Det K™ (e€) 
Det K@ (e)° 


Man kann (6,34) benutzen, um folgende Verallgemeinerung des LEVINSONschey 
Theorems (6,21) abzuleiten: man ersetze in (6,21) 6 durch die Summe alle 
,,Eigenphasen‘‘ und m durch die Differenz der Punkte im diskreten Spektru 
von H und H,. Einen direkteren Beweis dieses verallgemeinerten LEVINSON 
Theorems erhalt man nach der Methode von J. M. JAUCH [49]. Man muB jedoc 
beachten, da8 die Betrachtungen, die zu (6,34) und der verallgemeinerten Gle} 
chung (6,21) fiihren, nur gelten, wenn die Voraussetzungen des § 1 zutreffet 
Eine weitere Verallgemeinerung auf echte Mehrkanalreaktionen ist wahrschei 
lich méglich, aber nicht trivial. S wird dann i. a. ein kontinuierliches Spektral 
haben und Det S ist keine sinnvolle GroBe mehr. 


Det S(e) = 


Analytische Eigenschaften der Vorwartsstreuamplitude 


In gewisser Hinsicht umgekehrte Verhaltnisse legen bei der Vorwartsstret 
amplitude vor: Ihre Eigenschaften in der komplexen Ebene hangen in hohe} 
MaBe von der Lokalitat, aber nur wenig von der Gestalt des Potentials ab. Wi 
beginnen mit einigen qualitativen Betrachtungen. Definiert man die Stret 
amplitude 7 aus dem asymptotischen Verlauf i} 


eikr 


(r] BJO ~ eit! + Tk, 7) (6,34 
(t = k[2(1 —cos #)]' die Impulsibertragung) 
der Wellenfunktion, so ist die Vorwartsstreuamplitude nach (1,54) 
T(k,0) _ 1 (k) 1 v 
Zte 2 1? —e—in po 


Nehmen wir an, es sei bewiesen, daB die Greensche Funktion 


et fa | tee <ile- 


1 


r—r rr je © Yee 
(| ers ) S H—e—in 


Pole auf der imaginaren dichse: welche den Te Zustanden entspreche}} 
so giltdas gleiche fiir die Vorwartsstreuamplitude, fallsdie Integrale in (6,36) gleich 
maBig in k konvergieren. Zunachst einmal ist der Term (f| v|f) bei lokale} 
Potential unabhangig von k. Fiir den Rest bekommt man: 


' 


1 ; ; ’ ; 
Ty | ONE (mt elena) Fen Vil hd eds (6,34) 


Integriert man zunichst tiber r — r’ so kann man fiir Im k > 0 der Expi 
nentialfaktor héchstens wie exp(— ik|r — 1’ |) ansteigen. Da man vermuté 
wird, da die GREENsche Funktion wie exp (i k |r — r'|) )/| r—v’| abfallt, kan| 
man also hoffen, da8 das Integral konvergiert, solange . das Integral iiber dij 
restlichen Faktoren im Integral konvergiert. Dies stellt offenba® nur eine sell 
schwache Bedingung an das Potential dar. | 
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Man erkennt hier deutlich die Unterschiede zum Verhalten der einzelnen Partial- 
wellen. Bei s-Wellen steht z. B. an Stelle von (E| V |£) die GréBe [ sin*krV (r)dr. 
Diese hangt von k ab und ist nur in die komplexe Ebene fortsetzbar, falls 
das Potential hinreichend schnell (bei Fortsetzbarkeit in die ganze Ebene 
z. B. starker als jede Exponentialfunktion) abfallt. Weiterhin kann man nicht 
mehr erwarten, dal} die GREENsche Funktion ftir die Konvergenz wie in (6,37) 
sorgt, da der maximal vorkommende Anstieg der Faktoren sin kr sin kr’ wie 
exp [—7k(r + 1’)] geht. Also sind auch hier die Anforderungen an den Abfall 
des Potentials wesentlich gréBer als bei der Vorwartsstreuamplitude. 

Diese Unterschiede zwischen Vorwartsstreuung und Partialwellenstreuung sind 
im Zusammenhang mit der Kausalitatsforderung einleuchtend: In einer relati- 
vistischen Theorie diirfen sich Wellenfronten imWechselwirkungsbereich mit 
héchstens Lichtgeschwindigkeit ausbreiten, die Streuwellen kénnen also in Vor- 
wartsrichtung die Primarwelle nicht iiberholen. Die Partialwellen kénnen jedoch 
ander Oberflache des Wechselwirkungsbereiches reflektiert werden, wodurch die 
gestreuten Partialwellen die Primarwellen je nach der Gestalt und Reichweite 
des Potentials verschieden weit iberholen kénnen. 

Ein Beweis der oben vorausgesetzten analytischen Eigenschaften der GREEN- 
schen Funktion stammt von N. N. KuHurI [22] und zwar: unter den Voraus- 
setzungen 


A We as 


| Vir) |dr<a (6,38) 
0 


ist G,(t, vt’) analytisch fiir Im k > 0, abgesehen von Polen mit reellen Residuen 
auf der imaginaren Achse. 

Hs zeigt sich weiterhin, daB die Konvergenz des Integrals (6,37) gewahrleistet 
ist, wenn man zu (6,34) zusatzlich fordert: 


co 


font Vir)|dr< oa. (6,39) 
0 


KHURI zeigt dartiber hinaus, daB man sogar analytische Kigenschaften fir 
Seitwartsstreuung bekommen kann, falls man die Streuamplitude fiir feste 
Impulsiibertragung t als Funktion der Energie (bzw. von k) betrachtet. Man 
muB dazu nur (6,39) verscharfen zu: 

eter g(r) | gies Co.. (6,39 a) 
0 


| 
] 
In diesem Falle ist T(k, t) regular fiir Im k > 0, mit Verzweigungspunkten bei 
&= + 1/2 und gleichmaBig beschrankt fiir Im & > 0, solange nur 

1/2 <a (6,40) 


Sst. 
Falls man auch noch fordert, daB 


| dV 
) [\ V(r) | Nip ee CO und fir leas ar << (08) (6,41) 
0 0 


7 
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ist, fallt die Funktion 
g(k, t) = T(k, t) + v(r)/42, (v(t) = (| VI €)] 


fiir groBe & hinreichend schnell ab, so da8B man n den CaucHyYschen Integralsa: 
anwenden kann, und erhalt: 


Re T(e, 7) = Ef BRED ae ip ae 


mit reellen r,. Auf der rechten Seite stehen unter dem Integral nur fiir e’ > 
experimentell zugangliche Gr6Ben. Die Fortsetzung aus diesem Bereich heras 
in das ,,unphysikalische‘‘ Gebiet 0 < e’ < t?/4 hinein ist jedoch leicht ma 
lich mit Hilfe der pe aaa von 7'(k, T): 


oe) 2 

T(k,t) = ae SAE + 1) (eH — 1) P, (1 — FR): (6,44 
Da die Streuphasen 6,(k) im unphysikalischen Gebiet meBbar ist, bendtigt mi 
nurdie Fortsetzung der LEGEN DREschen Polynome, welche bekannt ist. Der E A 
weis fiir die Konvergenz der Reihe (6,43) auch im unphysikalischen Gebiet | 
nicht schwer und befindet sich ebenfalls bei KHURI [49]. | 
Damit ist die Relation (6,43) im Prinzip empirisch prifbar. Falls sie nicht 1 
fiillt sein wiirde, miBte das Potential nicht lokal sein (oder eine der Bedingung! 
(6,38) bis (6,41) nicht erfillt sein). 


Anhang. Die uneigentlichen Funktionen & usw. 


Ist f(m) eine quadratisch integrierbare Funktion, f(t) = if f(@) e?! dw il 
FouRIERtransformierte, dann ist fiir endliches, positives y nach dem FOURI] 
schen Integralsatz 

+ 20 0 

i Ko) do=t | f(t) ev' di. 


CO Uy 


= 60 — oo 


Wenn /(w) an der Stelle wm = 0 differenzierbar ist, kann man zur Grenze y 
tibergehen und erhalt?): 


0 mee ren | 
| dt | f(w) &@!dw = —i lim Ol deo = 2 f(0) =i P i f(@) |} 
; y>O , rae @ 


Vertauscht man auf der linken Seite von (1) formal die Integrationsreihenfo}} 

so wird man auf die uneigentliche Funktion 6, gefiihrt: } 
0 

6,(@) = [ ot ht — 


Saas) 


1 : i) 
lim = 
271 y.9@ —iy 


1) P bedeutet ,,Hauptwert‘, d.h. die Aussparung eines unendlith’ kleimen Intervalls i 
den Ursprung aus dem Integrationsgebiet. 
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Wir werden auf die Bezeichnung 6, verzichten und statt dessen stets 
1/2 x 1(w — iy) schreiben mit der Absprache, daB der Limes y > 0 im End- 
ergebnis genommen werden soll. Dies ist zweckmaBig, weil diese Schreibweise 
von selbst einige Eigenschaften evident macht. 

Nach diesen Vorbemerkungen schreiben wir die relevanten Formeln zusammen?): 


0 co 
feea— fee ae a (A, 3) 
, re Ys 
ae § 
eo 0 
a ang ; 
CP dt = | etetdt = —+~_., 
A @-+ vy 
0 — co 
1 1 ; o+tiy . 
ee a PN riggs gett eat) (A, 4) 
1 p2 eo) w—iiy Saeed ren 
= ar Jt v =S se : 
Oe ty ew is w+ ? PONS. 
SchlieBlich brauchen wir noch die Relationen 
twt tot 
im — — = —lim —=2z7i0d(0), 
he ONY. ~o WO + vy 
; ' (A, 5) 
erut erwt 
dia 
ee ie EU seg DD Se 09 
Sie folgen leicht aus (3), wenn man die Beziehung if et dt = 2x 6(m) benutzt. 
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Symmetrieeigenschaften in der Theorie 


der Elementarteilchen und Kernprozesse 


I. S. SAPIRO 1) 


1. Einleitung 


In den letzten Jahren ist die Zahl der bekannten Elementarteilchen bedeutend 
angewachsen. Viele dieser Teilchen sind instabil und zerfallen (etwa Neutro- 
nen, 4-,7¢-, T-Mesonen, V Teilchen u. a.), Anzahl und Art der als Zerfallsprodukte 
wuftretenden Teilchen sind in erster Linie durch die Erhaltungssatze fiir Ladung, 
Energie, Impuls und Drehimpuls gegeben. Die moderne Theorie liefert jedoch 
sine Reihe zusatzlicher Auswahlregeln, die verstaéndlich machen, weshalb mit 
liesen Erhaltungssatzen vertragliche Prozesse in der Natur dennoch nicht vor- 
commen. Diese Feststellung trifft auch fiir verschiedene Arten von Kernum- 
vandlungen zu. 

Die Existenz der verschiedenartigen Auswahlregeln ist durch die Invarianz des 
Lagrangeschen Operators und der Bewegungsgleichungen (Wellengleichungen) 
yezliglich verschiedener Transformationsgruppen insbesondere beziiglich der 
sruppe der Transformationen des Bezugssystems bedingt. Wesentlich ist, daB 
lurch die Gruppe der Transformationen des Bezugssystems die Transformations- 
esetze fiir die physikalischen GréBen beim Ubergang von einem Bezugssystem 
u einem anderen bestimmt sind. Jeder Transformation des Bezugssystems 
ntspricht némlich eine gewisse Transformation S der gegebenen physikalischen 
3r6Be. Dem Produkt s, - s, zweier Transformationen s, und s, ist das Produkt 
¥, - S, zweier Transformationen S, und S, zugeordnet. Man nennt die Transfor- 
nationsgruppe {S} eine Darstellung der Transformationsgruppe {s} des Bezugs- 
ystems, wenn die Transformation S linear und die Zuordnung s — S eindeutig 
nicht notwendig umkehrbar eindeutig) ist. Offensichtlich ist die Eindeutigkeit 
ler Zuordnung s > S notwendig, falls die betrachtete physikalische GréBe sich 
uf eine unmittelbar im Experiment meBbare Zahl bezieht. Ist die physikalische 
jrOBe eine HilfsgroéBe (z. B. die bis auf einen willkiirlichen Phasenfaktor ge- 
ebene Wellenfunktion eines Teilchens), so kann im Prinzip unter gewissen Um- 
tanden auch Mehrdeutigkeit auftreten. Ein physikalisch sehr wichtiger Fall 
olcher mehrdeutigen Zuordnung ist die Zweideutigkeit der sogenannten Spinor- 
arstellung, nach der sich die Wellenfunktionen von Teilchen mit halbzahligem 
pin transformieren. 


} Ubersetzung aus Uspechi fiz. Nauk 8, 7 (1954); leicht gekirzt. 
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Es ist das Ziel dieser vorliegenden Arbeit, aus der Untersuchung der Symmett 
eigenschaften von Wellenfunktionen Auswahlregeln zu gewinnen}), 
Diese sehr wichtigen Auswahlregeln riihren von der Invarianz des Lagran) 
schen Operators und folglich der Bewegungsgleichungen gegen Spiegelungen ¢ 
raumlichen Koordinatenachsen und der Zeitachse her. Bei der Betracht 
solcher Transformationen ist es zundchst unser Ziel zu erfahren, welche Té 
chenarten bei gegebenem Spin mdglich sind. | 

| 

| 

| 


- Zunachst untersuchen wir die Dreh- und Spiegeltransformationen beztiglich ¢ 
drei raéumlichen Achsen des Bezugssystems. Mit dem Spin eines Teilchens si 
die Transformationseigenschaften seiner Wellenfunktion bei Drehungen 
Bezugssystems bestimmt. Wenn wir den Spin eines Teilchens kennen, legen ¥| 
uns namlich auf eine irreduzible Darstellung 2) der dreidimensionalen Drehgrup 
fest, nach der seine Wellenfunktion transformiert wird). 

Wir beschranken uns hier auf die Untersuchung von Teilchen mit dem § 
0, 7/. und 1, da bisher keine Teilchen mit héherem Spin gefunden wurden. 
Wenn uns das Verhalten der Wellenfunktion bei Drehungen bekannt ist, diirf 
wir nicht erwarten, daB damit auch das Transformationsgesetz fiir Achsé 
spiegelungen vollkommen festgelegt ist. Der Grund dafiir besteht in der | 
moglichkeit, Spiegelungen aus Drehungen zusammenzusetzen. Wir haben all 
bei Spiegelungen eine gewisse Freiheit in der Wahl des Transformation 
gesetzes fiir die Wellenfunktion eines Teilchens mit bestimmtem Spin. Eij 
»gewisse’’ deshalb, weil Spiegelungen und Drehungen durchaus miteinand 
verknipft sind. Es ist némlich méglich, jede beliebige Drehung als Produ} 
einer geraden Anzahl von Spiegelungen an verschiedenen Ebenen durch df 
Ursprung darzustellen. 
Dementsprechend mu die Transformation der Wellenfunktion bei Drehung} 
ebenfalls als Produkt einer geraden Zahl solcher den Achsenspiegelungen zug} 
ordneten Transformationen darstellbar sein. Dadurch wird die Freiheit bei 
Wahl des Transformationsgesetzes fiir die Wellenfunktion bei Spiegelungen e 


geschrankt, wenn ihre Transformationseigenschaften beziiglich der Drehgrup 
gegeben sind. 


2. Teilchenarten, innere Paritit 


q 


——— 


; 
| | 


1) Anm. d. dtsch. Redaktion: Die durch die Ergebnisse der Paritats-Experimente el 
getretene veranderte Situation ist auch bei der Redaktion des vorliegenden Artikels 
beriicksichtigt geblieben. 

*) Moge die nach einer vorgegebenen Darstellung transformierte GréBe y (in unserem Faf 
die Wellenfunktion) die Komponenten ¥4,..., Y,, besitzen. Dann heift die Darstellu} 
irreduzibel, wenn man nicht m<n Linearkombinationen aus den Komponenten ¥4,,.../} 


finden kann, die sich bei allen Transformationen der Gruppe nur untereinander transfi 
mieren. 


| 
| 
%) Inder vorliegenden Arbeit werden nur die bekannten endlichdimensionalen ee || 
der Lorentz-Gruppe betrachtet. Unendlichdimensionale Darstellungen werden z. B. in dé 
Arbeiten von GELFAND und NEUMARK [1] oder von GELFAND und JAGLoM [Ja] behande} 
Die Darstellungstheorie der dreidimensionalen Drehgruppe ist z. B. in.dem Artikel |} 
von GELFAND und ScHapiro zu finden. (An deutschsprachiger Literatur waren BOERN| 


[63], KOCKEL [64], v. d. WAERDEN [65], WEYL [43] und WIGNER [66] vaxnennen. Anm]} 
dtsch. Redaktion.) 
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Nir bezeichnen die im allgemeinen Fall mehrkomponentige Wellenfunktion eines 
feilchens mit W(x). Bei der Transformation 


e == 8x (1) 


les Koordinatensystems — s bezeichnet eine Matrix und x den vierdimensio- 
walen Ortsvektor!) eines Punktes — transformiert sich diese GréBe nach dem 
2 

xesetz 


(ein Fi (as ei SW 2) i. (2) 


Wie tiblich, bedeutet s~! die zu s inverse Transformation, wahrend S eine gewisse 
Matrix bezeichnet. Von wenigen Ausnahmen abgesehen, werden wir nur lineare 
[ransformationen S betrachten?). 

Die Wellenfunktion cines Teilchens mit dem Spin 0 besteht aus einer einzigen 
Komponente, wobei fiir alle Drehungen S = 1 ist. Die Matrix S fiir die Spiege- 
ung der raumlichen Achsen an einer beliebigen Ebene durch den Koordinaten- 
irsprung muB ebenfalls aus einer einzigen Zahl ¢ bestehen, die aber auch von 1 
verschieden sein darf. Folglich stellt 


P(x) = P(x) . (3) 


Jas Transformationsgesetz fiir die Wellenfunktion eines Teilchens mit dem 
Spin 0 dar. Man tiberzeugt sich leicht davon, daB die Zahl ¢ fiir alle Spiegelungen 
an Ebenen durch den Ursprung gleich sein mu8. Wir bezeichnen die Gesamtheit 
der Parameter, welche die Lage der Spiegelebenen beschreiben, mit dem Buch- 
staben a. Da die Gruppe aller Transformationen S eine Darstellung der Dreh- 
und Spiegelgruppe der Bezugsachsen ist, muB 


c(a’’) f(a’) = 1 (4) 


gelten. Das Produkt zweier Spiegelungen ist namlich eine Drehung. 
Aus (4) folgt fiir a’ = a” 


[c(@) P= 1. (5) 
Durch Vergleich von (4) und (5) finden wir 
Cv)=C(a")=C = +1. (6) 


Die Zahl¢ bezeichnen wir als die innere rdwmliche Paritét des Teilchens. Auf diese 
Weise kann man beim Spin 0 zwei Teilchenarten mit. verschiedener innerer 
eAumlicher Paritat unterscheiden. Skalaren Teilchen entspricht ¢ = + 1, 
wahrend die Zahl ¢ = —1 pseudoskalaren Teilchen zugeordnet wird. Die 
Wellenfunktionen dieser beiden Teilchenarten transformieren sich bei Spiege- 


1) Hier werden alle Komponenten des vierdimensionalen Ortsvektors als reell angesehen. 
Das Quadrat der Lange ist dann durch 

x? = aj + a+ a3 — 23 
gegeben. ‘ 
2) Wir weisen hier darauf hin, daB die betrachtete Transformation (2) der Wellenfunktion 
keine Anderung des Argumentes xin x’ enthalt. Die Transformation (2) gibt keine 
Auskunft dariiber, wie sich die Funktion Y(2’) = WY (sx) durch Y(x) ausdriickt. Daher kann 
die spezielle Form der Funktion ¥ (x) véllig willkiirlich sein. Wir sind in diesem Paragraphen 
an dem Verhalten von ¥/(x) bei der Anderung des Bezugssystems interessiert und nicht an 
der Untersuchung ihrer Eigenschaften beim Ubergang von einem Raumpunkt zu einem 
anderen. 
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lungen der réumlichen Koordinaten verschieden, wahrend sie sich bei Drehung 
vollkommen gleich verhalten. Als Beispiel fiir pseudoskalare Teilchen k6 
wir im Einklang mit dem Experiment die z-Mesonen anfiihren. Die nach d 
Schema [3] ' 


V3 at +a7 


| 
| 


zerfallenden V$-Teilchen sind méglicherweise skalare Teilchen?). 
Die Wellenfunktion eines Teilchens mit dem Spin 1 hat vier Komponente 
Bei Drehungen transformiert sie sich wie der Ortsvektor 2, in diesem Falle { 
also S = s. Fiir Spiegelungen nehmen wir nun S = A’ und s = A an. Wie 
Teilchen mit verschwindendem Spin miissen wir dann fir das Produkt i) 
beliebiger durch die Parameter a’ und a’’ bestimmter Spiegelungen 


A’ (a’’) A’ (a’) — A(a’’) A(a’) 

und 
Art 

erhalten (da A? = 1). Nach rechtsseitiger Multiplikation von (7) mit A’ 
finden wir 

A’(a"’) = A(a’’) A(a’) A’(a’). 
Hieraus folgt, daB die Matrix A(a)-A’(a)= B vona unabhangig ist, 
kénnen auch 


Al = B 


schreiben. Unter Beriicksichtigung von (8) erhalten wir 


BA = AB-!, 


Nunmehr benutzen wir die Tatsache, da8 die Form der Matrix A bekannt|} 
Als Parameter a waihlen wir den zu der Ebene, an der die Spiegelung erfo] 
senkrechten Einheitsvektor. Dann ist 


Bn = GH, — 20, (Xz Gn) (Gx Ge) == 1°) 
So daB 
837 = A;; => 0; — 2a; a; 


wird. Mittels (11) und (13) ergibt sich leicht 
Boa 


*) Anm. d. dtsch. Red.: Diese Teilchen werden heute als K°-Mesonen bezeichnet. Der {} 
0 ist mit dem bisherigen Experiment vertraglich, folgt aber nicht zwingend. 
*) Anm. d. dtsch. Red.: Wie auf Seite 244 bemerkt, legt der Spin uns auf eine bestim 
irreduzible Darstellung der Drehgruppe fest (hier die Transformationen eines dreidimer} 
nalen Vektors). Diese bestimmt ihrerseits eine irreduzible Darstellung der Lorentz- Gru} 
(die dem im Text erwaihnten vierdimensionalen Vektor entspricht). Uber den Zerfal | 
irreduziblen Darstellung der Lorentz-Gruppe in irreduzible Darstellungen der Drehgr 
findet man einiges im Anhang 1 (vgl. auch die Biicher von v. D. WERDEN [65], WEYL] 
und BoERNER [63]). i 


9) Gade = UyAy + ayy + 2yAz — apy. 
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wobei die Matrix B Diagonalform hat: 


BCC ee te }), (15) 

Wegen (14) finden wir 
Chee el dot be (16) 
Es gibt also auch im Falle des Spins 1 zwei Teilchenarten mit verschiedener 
innerer raéumlicher Paritét, namlich vektorielle Teilchen mit € = —1 und 


pseudovektorielle oder axialvektorielle mit ¢ = + 1. Die Wellenfunktionen der 
vektoriellen Teilchen transformieren sich genau wie der Ortsvektor, wahrend 
das bei pseudo-vektoriellen Teilchen nur fiir Drehungen zutrifft. Die den Spiege- 
lungen der raumlichen Achsen entsprechenden Matrizen unterscheiden sich von 
denen fiir die Transformation des Ortsvektors dadurch, daB die Elemente das 
umgekehrte Vorzeichen besitzen. Die Quanten des elektromagnetischen Feldes 
(Lichtquanten) stellen ein Beispiel fiir ein vektorielles Teilchen dar. 

Bei der Untersuchung von Teilchen mit dem Spin 0 und 1 sind wir in beiden 
Fallen auf zwei Teilchensorten gestoBen, die sich durch ihre innere raumliche 
Paritét voneinander unterscheiden. Man kann zeigen, da8B dies allgemein fiir 
Teilchen mit ganzzahligem Spin der Fall ist. 

Wir wenden uns nunmehr der Untersuchung der Transformationseigenschaften 
von Wellenfunktionen fiir Teilchen mit dem Spin !/, zu. Das Verhalten dieser 
Wellenfunktionen bei Spiegelungen der raumlichen Achsen ist wesentlich anders 
als bei ganzzahligem Spin. Die Untersuchung der interessierenden Fragen ist in- 
folge der Nicht-Eindeutigkeit der Zuordnung s— S in diesem Falle etwas 
komplizierter. Wenn man nach (2) die Transformation der Wellenfunktion vor- 
nimmt, entsprechen jeder Transformation s des Bezugssystems zwei Matrizen 
+ S und — 8. Die Ursache dieser Zweideutigkeit liegt in der Abhangigkeit der 
Matrix S von den Parametern, welche die gegebene Transformation der Bezugs- 
achsen bestimmen?) (z. B. die Komponenten des Einheitsvektors a, im Falle der 
Spiegelung an einer zu a,senkrechten Ebene oder bei Drehungen der Dreh- 
winkel beziiglich einer Drehachse und der Einheitsvektor in Achsenrichtung). 
Physikalisch auSerordentlich wichtig ist die Tatsache, daB die Zuordnung 
s—> S beiinfinitesimalen Drehungen stets eindeutig ist). 

Die Drehgruppe wird also nur im ,,Unendlich Kleinen“ dargestellt. Diese Dar- 
stellung wird als Spinordarstellung bezeichnet. Die sich nach dieser Darstellung 
transformierenden GréBen heiBen Spinoren. In der Gleichung (1) entspricht 


1) Anm. d. dtsch. Red.: Im Original steht hier falschlicherweise [—¢, —¢, —¢, 1]. Aller- 
dings braucht man zur Gewinnung von (15) nicht nur die rein raumlichen Spiegelungen mit 
a = 0, sondern z. B. alle Spiegelungen mit raumartiger Normalen agag = +1. 

2) Anm. d. dtsch. Red.: Im Grunde beruht diese Erscheinung auf der Tatsache, daB die 
Drehgruppe eine zweifach zusammenhingende Gruppe ist. Naheres hiertiber findet man 
z. B. in den Biichern von BOERNER [63] und WIGNER [66]. 

3) Die Konstruktion des Drehimpulstensors und die Ableitung des entsprechenden Er- 
haltungssatzes aus der Invarianz'der Lagrangeschen Funktion gegentiber Drehungen 
setzen notwendig voraus, daB eine unendlich kleine Anderung des Bezugssystems eine un- 
endlich kleine Anderung der in der Lagrangeschen Funktion eingehenden Wellenfunktionen 
zur Folge hat (siehe z. B. [4]). Das aber ist nur méglich, wenn es genau einen stetig von 
den Parametern abhangigen Operator fiir infinitesimale Drehungen gibt. Wenn es sogar im 
Falle unendlich kleiner Drehungen nicht méglich ware, einen der beiden Werte der Matrix S 
zu wahlen, wiirde das bedeuten, daB es zwei vollkommen gleichberechtigte’ Werte der 
transformierten Funktion + ¥’ (2x) gibt. Ist jedoch in unserem Falle z. B. Y’(x) — W(x) = 
6¥(x) eine unendlich kleine GréBe, so ist offensichtlich — W(’x) — W(x) = — 6 (2) 
— 2 (x) nicht infinitesimal. 
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Drehungen um die Winkel p und m + 2 z eine einzige Matrix s. Hingegen habe 
die Matrizen S, die den Spinor transformieren, bei einer solchen Transformatig 
des Bezugssystems verschiedene Vorzeichen (siehe [2] oder [5]). Da dies auch f 
y = 0 zutrifft, kann man sagen, daB die spinorielle Wellenfunktion bei d 
Drehung des Bezugssystems um eine beliebige Achse um den Winkel 271 
Vorzeichen andert. Gerade dies macht die Zweideutigkeit der Spinordarstellun 
der Drehgruppe aus: Hiner ee Matrix s(p) =s(p + 22) entsprechen ZW) 
Matrizen S(y)und — S(y)=S(py +22). Mit A (ay) bezeichnen wir nun die Matril 
die den Spinor bei der Achsenspiegelung an einer zu dem Einheitsvektor 
senkrechten Ebene durch den Ursprung transformiert. Da die Spinordarstellur 
zweideutig ist, konnen wir nicht mehr kategorisch die Bedingung : 


[A(a,)? = 1 (1) 


fordern wie fir den Fall von Teilchen mit dem Spin 0 und 1. Der identisela 
Transformation der Bezugsachse (s = 1) entsprechen ja im Spinorraum zw 
Matrizen S(0) =+ 1 (Drehung um den Winkel 0) und 8(2z) = — 1 (Drehun 
um 27). Eine zweimal an einer Ebene vorgenommene Spiegelung kann ab) 
mit gleichem Recht sowohl als eine Drehung um den Winkel 0 als auch um d¢ 
Winkel 2 x angesehen werden. Statt (17) konnte man daher ebenso gut fordern} 


[Ataa havea (at 


Darstellungen, fiir deren Matrizen (17) bzw. (18) gilt, sind offenbar iniqu| 
valent!). Wellenfunktionen, deren Spiegeltransformationen durch die Matrizé¢| 
A bzw. A’ bewirkt werden, entsprechen daher verschiedenen Teilchen. Wir werd« 
erkennen (§ 4), dafs sich der Unterschied in den Transformationsgesetzen (LI 
und (18) tatsachlich in experimentell priifbaren Effekten auBert. Aus dem bishj 
Gesagten sehen wir, daB das unterschiedliche Verhalten der Wellenfunktione 
fiir Teilchen mit dem Spin 0 oder 1 bei Spiegelungen auf die Verschiedenheit ihr 
inneren Paritét hinauskommt, wahrend sich die Wellenfunktionen spinoriel 
Teilchen im Sinne der Transformation bei Spiegelungen wesentlich voneinand: 
unterscheiden. Hier haben nicht die Matrizen A und A’ selber vey 
schiedene Vorzeichen, sondern ihre Quadrate. Es ist unméglich, dil 
Begriff der inneren Paritat i im Sinne der oben gegebenen Definition auf spi 
rielle Teilchen zu tibertragen. Das ist eine Folge der Zweideutigkeit der Spina 
darstellung und wird verstandlich, wenn man die Matrix A(a,) [oder A’(a,)] 4 
Funktion der Komponenten des Einheitsvektors a, anschreibt. Wir betrachtd 
das Produkt zweier Spiegelungen A (aj,)-A (a’,). Diese Transformation ist eiil 
Drehung beziiglich einer bestimmten Achse um den Winkel ¢: 


A(ay,) + A(ay) = S(p) . 


Man findet leicht, da einer Drehung beziiglich derselben Achse um den Win | 
gy +2adie Matrix | 


S(p +20) = A(—a%) A(a,,) = Alay) A(— ai) 
zuzuordnen ist. Nach dem Vorhergehenden ist 
S(p) = — S(p + 22). 
1) Das heiBt es gibt keine nichtsingulare Matrix P(Det P=E0),die fiir Alley die Beziehu1 | 
A'(ay) = PA(ay)P> ) 


erfillt. 
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Daraus folgt 
Aan) A(ay) = — A(— ay) A(ay) . (19) 


Die Gleichung (19) besagt, da& die Matrixelemente von A(a,) ungerade Funk- 
tionen der Komponenten des Einheitsvektors a, sind. Man iiberzeugt sich leicht 
davon, da A(a,) eine lineare Funktion von a, ist. Andernfalls wiirden wir nam- 
lich Beziehungen zwischen den Komponenten von a, erhalten, die von der 
einzig moglichen 


tiie (20) 


verschieden sind. In (20) ist aj = 0, da wir genaugenommen nur die Transfor- 
mationen der rdumlichen Achsen der auf einen einzigen Bezugskoérper be- 
zogenen Koordinatensysteme betrachtet haben!). Da wir aber an der vollen 
Lorentz-Gruppe interessiert sind2), ist es notwendig, z. B. auch diejenigen 
Transformationen zu betrachten, die in einer Spiegelung an einer Ebene durch 
den Ursprung und dem Ubergang zu einem bewegten Bezugssystem bestehen?), 
Mathematisch ist eine solche Transformation eine Spiegelung an einer zu dem 
raumartigen Hinheitsvektor a, senkrechten dreidimensionalen Hyperebene. 
Daher kénnen wir fiir die Matrix A(a,) den Ausdruck 


A (ay) = a, hy + Ag hg + a3 hg + a ho (21) 


angeben. Eine ahnliche Form hat auch die Matrix A’(a,) (h, ist durch h, zu 
ersetzen), die der Gleichung (18) geniigt. Wir vergleichen (21) mit der Gleichung 
(13), welche die Form der Matrix s der Koordinatentransformation eines Punk- 
tes bei der Spiegelung an einer zu einem raumartigen Vektor senkrechten 
Hyperebene ergibt. Wegen s(a,)=s(—a,) gehen die Komponenten von a, in 
die Gleichung (13) quadratisch ein. Wie zu erwarten ist, bestimmen die beiden 
Vektoren a, und —a, ein und dieselbe Hyperbene, an der die Spiegelung erfolgt. 
Fir die Matrix (21) gilt indessen A(a,) = — A(— a,). Folglich entsprechen ein 
und derselben Matrix s(a,,) zwei Matrizen -+ A(a,). 
Im Unterschied zu dem Befund bei Teilchen mit ganzzahligem Spin liefern die 
Matrizen +- A(a,) also die Transformation der Wellenfunktion ein und desselben 
Teilchens mit halbzahligem Spin bei Spiegelungen der raumlichen Achsen‘). 
Unter den Teilchen mit dem Spin 1/, gibt es daher keine ,,spinoriellen‘‘ und 
,,pseudospinoriellen‘‘ Teilchen in dem Sinne, in dem von skalaren und pseudo- 
-skalaren Teilchen die Rede war. Verschiedene spinorielle Teilchen (z. B. Proton 
und Neutron, Elektron und Neutrino) kénnen jedochdurch ihre relativeinnere Pari- 
tét voneinander unterschieden werden. Man sagt, da8 zwei Teilchen verschiedene 
relative innere Paritat besitzen, wenn die Vorzeichen der Matrizen A, die die 
Wellenfunktionen der Teilchen bei jeder gegebenen Spiegelung der réumlichen 
Achsen transformieren, voneinander verschieden sind. Im Unterschied zu der 
oben betrachteten inneren Paritat fiir Teilchen mit dem Spin 0 und 1 besteht 


1) Anm. d. dtsch. Redaktion: Vgl. jedoch die Anmerkung S. 247. 

2) Die volle Lorentz-Gruppe umfaBt bekanntlich sowohl alle drei- und vierdimensionalen 
Drehungen als auch die Spiegelungen der raumlichen Achsen am Koordinatenursprung. 

3) Alle anderen Lorentz-Transformationen, die Spiegelungen der réumlichen Achsen ent- 
halten, kann man als Produkt einer ungeraden Anzahl der im Text genannten Transfor- 
mationsart erhalten. 

4) Anm. d. dtsch. Red.: DaB die beiden Falle + A (a,) wirklich aquivalent sind, erkennt 
man am einfachsten aus den in (25) und (26) angegebenen Formeln. Es ist: yshyys' = — hy 


18* 
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das Wesen der relativen inneren Paritat fiir spinorielle Teilchen darin, daB 
Falle des Spins 1/, nur Nichtiibereinstimmung oder Ubereinstimmung der Va 
zeichen der Matrizen A festgestellt werden kann. Fiir jedes einzelne spinorie} 
Teilchen darf aber sowohl das positive als auch das negative Vorzeichen gewak 


werden?). | 
Wir ermitteln nun die Matrizen h,. Gehen wir mit (21) in (17) ein, so finden w 

he = he ei h;=—1 (2 
und hy h; + h; h; Bg ee ory hjhy +hoh; = 0. (2 


Der Bedingung (22) und den Vertauschungsrelationen (23) gehorchen bekanr 
lich die in die Dirac-Gleichung 


0 
(> Ga +m) Vx) = 08) 


eingehenden Matrizen yy. | 
Man kann zeigen, daB es fiir die Wahl der Matrix h, nur zwei Moglichkeiten gij 
(siehe [7]). Entweder es ist 


_— 


hu = Vu ( 
oder hu =YVus Vhs Se VALI AY VANE (4 
wobei Yuvs + V5 Vu = 9 yz=—1 (4 


gilt. Ist in (24) m= 0, so ist die Méglichkeit (25) zu verwerfen, da anderenfalls (4 

gegen Spiegelungen der Koordinatenachsen nicht invariant ware. Die Invariaj 

von (24) bedeutet folgendes: Wenn Y(x) der Gleichung (24) geniigt, dann 

YW’ (s-12’) = A- W(x) Losung der aus (24) durch Ersetzen von a du 
B 


Pen hervorgehenden Gleichung. Wir nehmen eine Spiegelung an einer Ebel 
1a . , 


4 


durch den Koordinatenursprung vor, die auf einer der Koordinatenachs} 
(etwa der 7-ten) senkrecht steht. 
Mit h, = y, erhalten wir dann 


/ a ) : 0 : 
b= Vj Oar aL cane = tm) a =~ (r gg —m) ¥ =0 


a 


oder i = = m | py’ —0, 


was nicht mit (24) iibereinstimmt?). Wahlen wir jedoch h, gemaB (26), so ¢ 
Bae wir nach Anwendung derselben Operationen 


1) Auf die Méglichkeit, den Begriff der relativen inneren. Paritat cinzufihren, mach} 
LANDAU in [6] aufmerksam. 
*) Wir verwenden atomare Einheiten, in denen 4 = c=1 ist (h ist die durch 2 x dividie4 
Plancksche Konstante und c die Lichtgeschwindigkeit im Vakuum). | 
3) Wenn man h, gemaB (25) wahlt, dann erhalt, man als gegen Spiegelungen invariai} 
Gleichung | 


(3 


Diese Gleichung hat die falsche Bezichung P? — E? = m® zwischen Energie E «und Imp} 
P eines freien Teilchens mit der Masse m zur Folge. 


0 
+ mrs) w=) 
Xo 
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) 7) . a 5 
(—nge + Sn a tm) = 1476 (10 gor +m) ¥ =0, 


woraus die Gleichung 


0 
(re-gor +m) ¥ =) 


folgt, die mit (24) véllig identisch ist. 
Wir haben bisher mit einer Matrix A gerechnet, die der Bedingung (17) ge- 
horcht. Bei Verwendung der Matrix A’ [siehe Gleichung (18)] hatten wir 


Ry = thy = tynys (28) 
gefunden. 
Es existieren also zwei Teilchensorten mit dem Spin 1/,, deren Wellenfunk- 
tionen sich bei einer Spiegelung der réumlichen Achsen verschiedenartig 
benehmen. Die Transformationen der Wellenfunktionen dieser beiden Teilchen- 
arten sind véllig durch die Matrizen (26) und (28) bestimmt. Sie unterscheiden 
sich voneinander dadurch, daf das Quadrat der Spiegelungen an einer zu dem 
raumartigen Vektor a, orthogonalen Hyperebene in einem Falle + 1 ist und die 
identische Transformation bedeutet, wihrend es im zweiten Falle — 1 aus- 
macht und mit der Matrix tibereinstimmt, nach der sich der Spinor bei einer 
Drehung des Koordinatensystems um eine beliebige Achse um den Winkel 2 z 
transformiert. Zur Beschreibung der Dreh- und Spiegelungsgruppe benutzt man 
haufig die Tatsache, daB jede Spiegelung als Produkt aus Drehungen und der 
Spiegelungaller dreirdéumlichen Achsen an den Koordinatenebenen (Inversionam 
Ursprung) aufgefaBt werden kann. Die Inversionsmatrizen sind durch 


T = ih hy hs = F Vo (29) 


und 


gegeben. Fur die Quadrate dieser Matrizen finden wir 


Ye == il (31) 
und 
PP % |, (32) 


Demnach konnen wir die beiden verschiedenen Spinorarten dadurch charakte- 
risieren, daB fiir die eine Sorte [Gleichungen (26) und (31)] das Quadrat der 
raumlichen Inversion einer Drehung um den Winkel 27 aquivalent ist, wahrend 
wir fiir die andere Sorte (Gleichungen (28) und (32)) die identische Transforma- 
tion erhalten. 

Im Gegensatz zur Situation bei Teilchen mit ganzzahligem Spin kann man, vom 
Standpunkt der modernen Theorie aus gesehen, kaum die Koexistenz von 
spinoriellen Teilchen der beiden oben besprochenen Arten annehmen. Wir stellen 
uns zwei ruhende Teilchen mit dem Spin 1/, vor1), von denen das eine der 


1) Anm. d. dtsch. Red.: Damit sind Teilchen mit der Ruhmasse m = 0 ausgeschlossen. 
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Sorte (31) und das andere der Sorte (32) angehért. Der Gesamtdrehimpuls eine 
solchen Systems muB entweder 0 oder 1 sein. Wir nehmen an, daf das erster 
zutrifft. Dann kann die Wellenfunktion des Systems, die einkomponentig seit 
wird, nicht gleichzeitig sowohl skalar als auch pseudoskalar sein: Bei eine 
Spiegelung der réumlichen Achsen erhalt die Wellenfunktion den Faktor | 
und bei » Spiegelungen den Faktor 1”, der bei geradem n gleich + 1 ist. I 
diesem Falle tiberzeugt man sich leicht von der Zweideutigkeit der Zuordnuns 
s—> S; im Unterschied zu den Spinoren sind jedoch die Transformationen de} 
Wellenfunktion des _ betrachteter 
Systems selbst im unendlich Kleine 
keine Darstellung der Drehgruppe 
Es ist unmoglich, fiir GroBen mij 
solchen Transformationseigenschafte 
eindeutig einen Operator fiir unendj 
lich kleine Drehungen zu definieren 
weil Schwierigkeiten bei der Ein} 
fiihrung des Begriffes ,,Drehimpuls‘ 
auftreten (siehe FuBnote auf S. 247) 
Aus dem oben Gesagten folgt, daB im 


spinorielle Teilchen eine ganz eigeni 
artige Situation vorliegt: Alle existied 
renden spinoriellen Teilchen kénne 
nur einer der beiden Sorten ange 
héren. Nur das Experiment verma; 
dartiber Auskunft zu geben, welche 
Sorte die Teilchen mit dem Spin 1/ 
angehoren (siehe § 4)?). 
Bisher betrachteten wir nur dil 
Spiegelungen der raéumlichen Koor 
dinatenachsen. In formal-mathema 
tischer Hinsicht gibt es jedoch auc 
Bild 1. Lorentz-Drehungen in der Ebene (2;, x): eine Spiegelungstransformation de} 
(a) Drehung ist méglich, (b) Drehung ist Zeitachse oder im allgemeinen Fal} 

nicht moéglich . ‘ E F 

eine Spiegelung an einer zu einem zeit 

artigen VektorsenkrechtenHyperebeng 

Wenn wir durch Spiegelung der Zeitachse zu einem neuen Koordinatensysten 
iibergehen, beschreiben wir ein vorher durch 2 charakterisiertes Ereignis dure 
die Koordinate %,= — a. Sehr wesentlich ist die Feststellung, daB man dij 
Zcitspiegelung unméglich durch aufeinanderfolgende Durchfiihrung vor} 
| 


Lorentz-Drehungen und Inversionen der raéumlichen Achsen erhalten kan 
Dieser Sachverhalt wird verstindlich, wenn man Bild 1 betrachtet und beriick} 
sichtigt, daB die Lorentz-Drehungen in der Ebene (a;, 2) nur in dem dure} 
die Lage des entstehenden Lichtkegels bestimmten Winkelintervall erfolgen} 
Die Ursache fiir die Unméglichkeit, die Zeitspiegelungen aus der Lorentz 


i 


Gruppe abzuleiten, liegt in der physikalischen Auszeichnung der Zeitachsq 


’ “ 4 { 
1) An dieser Stelle verweisen wir auf die Haltlosigkeit der rein spekulativeh Uberlegunge} 
in [8]. Es sei hier vermerkt, daB auch in [9] eine Reihe von Uberlegungen angestellt wurde} 
die die Unméglichkeit der Koexistenz zweier spinorieller Teilchenarten betreffen. 
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Das findet seinen mathematischen Ausdruck in den verschiedenen Vorzeichen, 
mit denen die Quadrate der raumlichen Achsen und der Zeitachse in die Funda- 
mentalform eingehen. Indem wir die Zeitspiegelung in unsere Betrachtungen 
einbeziehen, erganzen wir folglich die Lorentz-Gruppe um neue, nicht in ihr 
enthaltene Transformationen. Die durch Zeitspiegelungen erweiterte Lorentz- 
Gruppe heift volle Lorentz-Gruppe). Die volle Lorentz-Gruppe umfaBt 
alle reellen Tranformationen des vierdimensionalen Raumes, die das Quadrat des 
Abstandes zweier Weltpunkte invariant lassen auBer den Translationen. Es 
ist bemerkenswert, daB alle bekannten Lagrangeschen Operatoren fiir quanti- 
sierte Felder und die sich aus ihnen ergebenden Wellengleichungen beziiglich 
der vollen Lorentz-Gruppe invariant sind, wenn man die Transformations- 
gesetze der Wellenfunktionen und der anderen in diese Gleichungen ein- 
gehenden physikalischen Gré8en in Einklang mit den allgemeinen mathema- 
tischen Forderungen festlegt. Man kann sagen, daB die physikalischen Glei- 
chungen, die urspriinglich ohne Riicksicht auf die Invarianzforderung fiir die 
Zeitspiegelung aufgestellt wurden, diese Invarianz in Wirklichkeit besitzen. 
Naturgemif erhebt sich die Frage, welche neuen Erscheinungen die spezielle 
Betrachtung der Zeitspiegelung zur Folge hat, wenn sie auf keine Gleichungen 
fiihrt, die von den bisher bekannten verschieden sind. Hierzu ist zu sagen, daB 
die Zeitspiegelung ein neues Teilchencharakteristikum liefert, nimlich die 
innere zeitliche Paritat. Sie braucht im allgemeinen nicht mit der réumlichen 
Paritat ibereinzustimmen, da bei festgelegten Transformationseigenschaften der 
Wellenfunktion beziiglich der Lorentz-Gruppe eine gewisse Freiheit bei der 
Vorgabe des Transformationsgesetzes fiir Zeitspiegelungen besteht. Teilchen 
mit gegebenen Werten von Spin und innerer raumlicher Paritét konnen noch 
verschiedene zeitliche innere Paritaét besitzen. Das hat eine Vermehrung der 
bisher theoretisch denkbaren Anzahl von Teilchenarten zur Folge [7, 10, 67]. 
Wir merken hier noch folgendes an: Da die Zeitspiegelungen sich nicht als 
Produkt aus Transformationen der gewohnlichen Lorentz-Gruppe darstellen 
lassen, kann man nicht zur Evidenz der Zeitspiegelungen in der theoretischen 
Physik gelangen, wenn man allein von dem speziellen Relativitatsprinzip aus- 
geht. Der Ubergang von der Lorentz-Gruppe zu der vollen Lorentz-Gruppe ist 
faktisch eine durch den mathematischen Apparat nahegelegte Hypothese. 
Diese an sich sehr natiirliche Hypothese mu8 einer experimentellen Priifung 
unterzogen werden?). 

Haufig wird die Zeitspiegelung mit der Frage, wie sich das System ,,in der Ver- 
gangenheit’‘ benimmt, in Zusammenhang gebracht. Ein solches Vorgehen ist 
durch die Tatsache bedingt, daB die Zeitkoordinate x) = ¢ eines Weltpunktes 
bei der Spiegelung der Zeitachse ihr Vorzeichen andert (a = — % = —12). 
Man darf jedoch nicht vergessen, da8 die Transformation der Wellenfunktion 
W(x) beim Ubergang von einem Bezugssystem in ein anderes keine Anderung 
des Argumentes zx in x’ enthalt (in unserem Falle von 2 in — 2%), sondern daB 
diese Transformation durch die Gleichung (2) definiert ist, die besagt, daB das 


1) Anm. d. dtsch. Red.: Die Gesamtheit der bisher allein betrachteten Transformationen 
mit Erhaltung der Zeitrichtung pflegt man zum Unterschied hiervon auch als ,,orthochrone 
Lorentz- Gruppe‘ zu bezeichnen. 

2) SCHWINGER [10a] machte z. B. darauf aufmerksam, da8 sich aus der Invarianzforderung 
fiir den Lagrange-Operator beziiglich Zeitspiegelungen die Notwendigkeit ergibt, das 
Spinorfeld nach dem AusschlieBungsprinzip zu quantisieren (siehe SchluB dieses Para- 
graphen, sowie [67, 68, 69)). 
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Argument der transformierten Funktion ungedndert bleibt. In der Quanten 
mechanik bedarf die Einfihrung des Begriffes ,,Umkehrbarkeit der Wellen 
funktion in die Vergangenheit‘ im allgemeinen einer besonderen Analys 
(siehe z. B. [77, 67]). Selbst wenn man hiervon absieht, 1aBt sich die Lésung 
unserer Aufgabe auf die analytische Fortsetzung der Lésung der Wellengleichung 
bei gegebenen Randbedingungen i in den Wertebereich x) <0 oder kirzer auf di 
Substitution von z= in 2 = —# in der Wellenfunktion zurickfihren) 
Wie wir sahen, findet sich fiir den Fall der Transformationen des Bezugssystems 
nichts Derartiges. Bei Zeitspiegelungen wechseln nur die Koordinaten, die di¢ 
Lage des Weltpunktes beschreiben. Mit anderen Worten, es wird ein und dasselby 
Ereignis von verschiedenen Bezugssystemen aus betrachtet, die sich durch dit 
Richtung der Zeitachse voneinander unterscheiden. Bei der Umkehrung de 
Wellenfunktion in die Vergangenheit wird aber ein anderes Ereignis betrachte 
das vorher abgelaufen ist. 
Wir untersuchen nunmehr das Transformationsgesetz fiir die Wellenfunktio 
bei einer Zeitspiegelung. Wir haben schon oben darauf hingewiesen, daB day 
Verhalten der Wellenfunktionen bei einer Zeitspiegelung nicht véllig durch did 
Transformationseigenschaften beziiglich der Lorentz-Gruppe bestimmt ist, d 
Zeitspiegelungen nicht in dieser Gruppe enthalten sind. Die hieraus folgend 
Freiheit bei der Wahl des. Transformationsgesetzes fiir Zeitspiegelungen wir 
eingeschrankt erstens durch die Linearitatsforderung und zweitens durch dij 
Tatsache, daB das Produkt zweier Zeitspiegelungen in die Lorentz-Gruppe z 
rickfihrt und eine vierdimensionale Drehung darstellt. Die Koordinaten eine: 
Weltpunktes transformieren sich bei der Spiegelung an einer zu dem zeitartige 
Vektor a, senkrechten Hyperebene nach dem Gesetz 


Vn = (Ont 20 Cahn Only =r t (33 


Wenn wir so vorgehen wie bei der Untersuchung der réumlichen Spiegelunge 
finden wir unter Bericksichtigung von (33), da8 die Teilchen mit dem Spin i 
und 1 unabhangig von dem Verhalten der Wellenfunktion bei der Inversion de] 
raumlichen Achsen durch die innere zeitliche Paritaét & = + 1 cae ee 
werden kénnen. Im Falle des Spins 0 entspricht die zeitliche Paritét ¢, = 
einem zeitlichen Skalar und ¢, = —1 einem zeitlichen Pseudoskalar. So sal 
vier Teilchenarten mit dem Spin 0 modglich: véllig skalare (€ = + 1, f= +1] 
raumlich skalare — zeitlich pseudoskalare (¢ = +1, ¢,= —1), raumlie} 
pseudoskalare — zeitlich skalare (( = —1, € = +1) und vdllig pseudoskala 
(¢ = —1, ¢ = —1) Teilchen. Genauso gibt es fiir den Spin 1 vier Teilchen 
sorten, ate durch die verschiedenen Kombinationen aus den Werten von & unij 
&, charakterisiert werden kénnen. 
Die Matrix ftir die Transformation eines Spinors bei der Spiegelung an oil 
zu einem zeitartigen Vektor senkrechten Hyperebene ergibt sich aus (21]| 
wenn der Vektor a, als zeitartig angesehen wird. Insbesondere folgt fiir dij 
Matrix, die der Spiegelung der Zeitachse an einer zu ihr senkrechten Hype 
ebene entspricht, 


Ty = A(Ouo) = tho = ANY2Ys TT)? = —1 (34) 

oder | 
Ly = A (8y0) = ito = tty yeys To? = #12): (34) 

1) Die Manne (34) und (35) wurden zuerst von CARTAN [12] gefuriden:‘In der = physi 
lischen Literatur treten sie erstmalig bei RACAH [13] auf. 
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Wesentlich ist, daB wir die Wahl der Matrix (34) oder (35) fiir die Spinortrans- 
formation bei der Spiegelung der Zeitachse unabhangig von dem Transforma- 
tionsgesetz fiir die Inversion der raumlichen Achsen vornehmen kénnen. Daher 
sind vier Sorten von Teilchen mit dem Spin 1/2 méglich, die den verschiedenen 
Kombinationen aus den Matrizen (29), (30), (84) und (35) entsprechen: (7’, Te), 
(T, 7), (T", To) und (7, Ty). Unter den spinoriellen Teilchen dieser vier 
Sorten kann es Teilchen mit verschiedener relativer innerer Paritait geben, wo- 
bei die relative innere Paritat nicht mit der zeitlichen Paritat tibereinzustimmen 
braucht. Unter anderem besteht eine eigenartige Besonderheit spinorieller 
Felder in der Unméglichkeit, aus unquantisierten spinoriellen Wellenfunktionen 
eine beziiglich der vollen Lorentz-Gruppe invariante Lagrangesche Funktion 
zu konstruieren. In der Tat iiberzeugt man sich leicht davon, daB die Lagrange- 
sche Funktion eines freien Spinorfeldes 


Pete sa} —xPw (36) 
mit 
Y = Priv, (36a) 


bei der Transformation 7, oder 7, ihr Vorzeichen andert. 

Wenn man jedoch ein nach dem AusschlieBungsprinzip quantisiertes Spinor- 
feld einfiihrt und die Transformationen der Erzeugungs- und Vernichtungs- 
operatoren eines Teilchens bestimmt, kann dieser Mangel umgangen werden. 
Um das zeigen zu kénnen, gehen wir zur Impulsdarstellung iiber. Wie iiblich, 
nehmen wir an 


1 


W (2) = an, =, | (ae (Dp) mh (p) oP? + BF (p) ut (p)er'?*} Bp, (37) 


wobei w’(p) und w"(p) die Lésungen der Diracschen Gleichung fir positive 
und negative Frequenzen sind. Der Index r deutet den Spinzustand an. SchlieB- 
lich kennzeichnen a,(p) und b;(p) den Vernichtungsoperator eines Teilchens 
und den Erzeugungsoperator fiir das Antiteilchen. Die Gleichung (37) schreiben 


wir in einer fiir unsere Zwecke bequemeren Form als Integral tiber das vier- 
dimensionale Volumen im Impulsraum: 


Wal) = > | ¢, (py) u? (py) e?* 6 (pP + m?) dtp. (37a) 


r= 1,2 


Hierbei benutzen wir die Beziehungen 


S(p? -+ m2) = (p? + m?)-s{ (py — Vp? + m?) + 6 (py + Vp? + m?)}, (37b) 


wobei 
: (2)~*/: Dy? Cy (Pp, Po) = a, (p) ur (p, Po) = wu, (p) (37 Cc) 


und. 
(27)~*/2 p>": c, (—P, — Po) = OF (Pp) w'(—p,—P) = U2 (p) (87d) 


gelten, wenn py = Vp? + m? ist. 


Mit diesen Bezeichnungen nimmt die Lagrange-Dichte L die Form 


4 at (pf) a (pu) em 8 —P* [ti (Dp) Du (Pp) +H (Pu) Due (Py) 1} (3 


D=p+m;p = ipuya; D = ip’ +m 
an, 
Der Einfachheit halber lieBen wir in (38) die Summen iiber die Veranderlich 


L=[ dt pdiy {at (py) @ (pm) &%—?*. [a (p,) Du (Pa) +4 (py) Dw 
rund r’ fort. Nach Anwendung der Zeitspiegelung erhalten wir 
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(a) Wi (a= 3 fo (ea) [u" (pe) P20 (a + mt) dtp, BF 
r=, 
wobei 
(wy == Tye (39 
oder 
[up] = To Ur. (39 | 
Wenn wir in (36) Y durch (Y’) ersetzen und | 


L=TL' (39! 
fordern, finden wir leicht als hinreichende Bedingung fiir die Giltigkeit von (39 | 


Gr (Du) Sp (Pu), Cr (Pu)’ a oS (Pu) ’ (39)} 


wenn das Spinorfeld nach dem AusschlieBungsprinzip quantisiert wird. 
Es 148t sich leicht zeigen, daB die Energiedichte des Spinorfeldes ihr Vorzeich 
bei den Transformationen (39) nicht andert. | 
Bei Feldern mit ganzzahligem Spin ist der Lagrange-Operator nicht nur ind 
Quantentheorie, sondern auch in der klassischen Theorie gegen Zeitspiegelung 
invariant. 


Tabellel 


Mogliche Teilchenarten zu gegebenem Spin 


Innere Quadrat der 
Spin Art raumliche | zeitliche | 13 ymlichen Zeit- 
Paritat Inversion | spiegelung 
S, Sy +1 +1 
S, Po +1 —1 
Taal ES) I 7” +1 a 
Es deh =a ef 
Veevs —1 ==] 
ee Ae aa 1 + 1 
: A, Vo ae +1 2a 
A,A 1 
YR A ar il —1 
ste —t> fe 4 
T’, Ty re 
AN 


TT , 


+1 +1 
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Die in diesem Paragraphen gefundenen Resultate tiber mégliche Teilchenarten 
bei gegebenem Spin sind der Ubersichtlichkeit halber in Tab. 1 zusammen- 
gestellt. Die Buchstaben 8, P, V und A kennzeichnen raumliche Skalare, 
Pseudoskalare, Vektoren und Pseudovektoren (Axialvektoren). Die Buch- 
staben mit dem Index ,,0“ charakterisieren das Verhalten der Wellenfunktionen 
bei Zeitspiegelungen. 

Wir untersuchen nun kurz die Wechselwirkung der verschiedenen Teilchen- 
arten miteinander. Bekanntlich haben die Hamilton-Operatoren fir die 
Wechselwirkung von Spinorfeldern untereinander und mit Feldern fiir Teil- 
chen mit ganzzahligem Spin die Form von Skalarprodukten aus Tensoren. 
Letztere bestehen aus quantisierten Spinorwellenfunktionen und Funktionen, 
die Felder mit ganzzahligem Spin beschreiben. Die Tensoren (Spintensoren), 
die man aus zwei beliebigen Spinoren Y, und ¥Y, gleichen Typs und gleicher 
‘relativer innerer Paritaét bilden kann, sind in der Tabelle 2 aufgefiihrt. Dort 


Tabelle 2 


Irreduzible Spintensoren aus zwei Spinoren 


Bete 


Spintensor 


WoW, PS, PP, SS, SP, 

Pdyurvvo%*) | AVs AA, VV ee WenvaAs 
, Yd Yuyy ae se?) PoBuy Buy PP Buy PByy 
} Vor, VA, VV, AA, AV, 

Wb, SP, SS, PP, PS, 

fiir alle Typen 

VT v9 Pe SP, 

YF vo vu Po VA, 

Pt voy ny ewe) Po Buy 

Yi vers vu Po AV, 

PT vo vs Pe PS, 


| t 
| 
| 


*) uve FU **) ue 
/Matrizen: yj; yj + 7771 = 26:7 (7 =1,2,3) yuro t+ YoYu = —25y0 (u = 0, 1, 2, 3) 
Ye=ViveVs¥o Yuevs tYsvu=0 vy3=—1 O=Ny74s 


bedeutet Y+ die zu Y hermitesch konjugierte Matrix. Transponierte GréBen 
sind mit der Tilde (~) bezeichnet. Das Symbol B,, bezeichnet Bivektoren 
(antisymmetrischer Tensor zweiter Stufe von der Art Lu Yy — Ly Yy, Wobei 
z,und y, vierdimensionale Vektoren sind), wahrend die Buchstaben 2 bzw. Po 
vor diesen Bivektoren darauf hinweisen, daB das Vorzeichen der Matrix, die 
den gegebenen Spintensor bei der Inversion der raumlichen Achsen bzw. der 
Zeitachse transformiert, dem Vorzeichen der die Transformation des Bivektors 
bewirkenden Matrix entgegengesetzt ist. 


258 J. S. Saprro 


Unabhangig von dem Typ, dem die Spinoren angehéren, besitzen in Wf und ¥ 
pilineare Spintensoren gleichartige Transformationseigenschaften, wenn nj 
ihre relativen inneren Paritaten iibereinstimmen. Fir Y, und WY, enthaltenc 
Tensoren ist die Situation eine andere. Beispielsweise wird ein Spintensor, dl 
skalar ist, wenn Y, und WY, dem Typ (7, 7) angehéren, beim Ubergang zu de 
Typ (Z", 7) pseudoskalar (dieser Umstand wurde sowohl von ZARKOV 4 
auch in der Arbeit [17] geklart). Spintensoren des Types (V{FY,), die in d 
Hamilton-Wechselwirkungsoperator eingehen, bewirken die Erzeugung od] 
Vernichtung eines Teilchens mit ganzzahligem Spin oder die Erzeugung ein 
spinoriellen Teilchens im Zustand 1 und die Vernichtung eines spinoriell 
Teilchens im Zustand 2. Die Spintensoren (¥%4F¥,) gestatten die Konstrukti 
von Hamiltonschen Operatoren, die den Zerfall eines Teilchens mit ga 
zahligem Spin in zwei Teilchen mit halbzahligem Spin beschreiben, z. B. d 
Zerfall 


mt > ut + 


eines 2+-Mesons in ein u+-Meson und ein Neutrino. Diesen Zerfallsproze8 ka 
man als Erzeugung eines y-Mesons und Vernichtung eines Neutrinos mit neg] 
tiver Energie (d. h. Emission eines Antineutrinos) deuten. Wenn man annimm 
daB die Spinoren dem Typ (7”, 7) angehéren, dann hat die Anwendung d 
, Neutrino‘‘- und der ,,Antineutrino‘‘-Variante bei von Null verschiedener Nef 
trinomasse wesentlich verschiedene Resultate fiir die theoretische Voraw 
sage von Effekten zur Folge. Wie MARKOV [18] zeigte?), spricht das Experime} 
dafiir, da&8 Neutrino und Antineutrino grundsatzlich voneinander verschiede} 
Teilchen sind (vgl. auch [70)). i] 
Mit ®,... bezeichnen wir die Tensoren, die sich aus den gequantelten Welle 
funktionen fiir Teilchen mit ganzzahligem Spin ergeben. Dann hat die Dich} 
des Hamiltonschen Operators fiir die Wechselwirkung dieser Teilchen 
Spinorfeldern die Form?) 


H'= 9 ®,.. (Pi F;... Fs) + herm, Konj: (4 
oder | 
Hag Oy (Gy Fae le + hermekonjs; ( 


wahlt werden, da der Hamilton-Operator H’ invariant beziiglich der Loren 
Gruppe ist. Die Tensoren ®,, .. sind fiir Teilchen mit dem Spin 0 durch 


Dt ( 
und | 
dp | 
Pi ae 
gegeben. Fiir Teilchen mit dem Spin 1 kann man schreiben 


D, = Wu ( 


') Die dieser Frage gewidmeten Arbeiten von MARKOV und seinen Mitarbeitern (19, || 
dienten als Ausgangspunkt fiir die Klarung der Transformationseigenschaften der ‘} 
schiedenen Spintensoren in Abhangigkeit von den in diese eingehenden Spjnoren (siehe [7] 
2) Hamilton-Operatoren, die héhere Spinoren-Produkte enthalten, betrachten wir nic 
da die Versuchsergebnisse dies nicht erforderlich machen. / | 
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und 


0 Ow, 
ee eee (45) 


Analog zu (40) und (41) kann man einen Hamiltonschen Operator fiir die Wech- 
selwirkung von vier Teilchen mit dem Spin 1/, konstruieren. Dieser Operator 
wird die Form 


H’= 2 ge (PT Fy... Pe) (yt Fy. ..%2) + herm. konj. (46) 
oder’ 
H’ = 3 gp (PrP... Pa) (GF i... G2) + herm. konj, _ (47) 
haben. 


3. Raumliche Paritat in einem Zustand mit gegebenem Drehimpuls 


Die raumliche Paritat einer Wellenfunktion charakterisiert ihr Verhalten bei der 


_ Durchfiihrung zweier aufeinander folgender Transformationen: Der Inversion T 


der réumlichen Achsen des Bezugssystems und der Ersetzung der Argumente 
x; (t= 1, 2, 3) durch — xz; (diese Transformation wird im folgenden mit R 
bezeichnet). Die Transformation D=TR=RT iberfihrt folglich die Funktion 


SY? (x) in Y”’(2'), wobei 2; = — a, und 7% = 2% ist: 


a (= %, Xo) = DY (x, Wo). (48) 


Ist W(x) Eigenfunktion des Operators D, so gilt 


DY (x) = EW(z), (49) 


wobei € der entsprechende Eigenwert ist. 
Wie aus § 2 folgt, ist der Operator D nur bei Wellenfunktionen mit ganzzahligem 


Spin eindeutig. definiert. In diesem Fall gilt stets D? = 1 und € = + 1. € wird 


réumliche Paritdét der Wellenfunktion genannt. 
Die Wellenfunktionen eines Teilchens in einem Zustand mit bestimmtem Dreh- 


-impuls sind Eigenfunktionen des Operators D und koénnen bei ganzzahligem 


| 


Spin entweder gerade (§ = +1) oder ungerade (€ = —1) sein. Hine eindeutige 


_Verkniipfung zwischen der Paritét der Wellenfunktion und dem Gesamtdreh- 
-impuls j des Teilchens existiert nur beim Spin Null. 
In diesem Fall gilt 


&=(—1)'¢, (50) 


" wobei ¢ die innere raumliche Paritét des Teilchens ist (siehe § 2). Ist der Spin 


des Teilchens von Null verschieden, so gibt es mindestens 2 Zustande mit dem- 
selben Drehimpuls, aber verschiedener raumlicher Paritét. Man kann die Tat- 
sache der Existenz solcher Zustinde erklaren, wenn man ein Teilchen mit von 
Null verschiedener Ruhmasse und nichtrelativistischer Geschwindigkeit be- 


trachtet. In diesem Fall ist es sinnvoll, den Gesamtdrehimpuls 7 in den Spin (c) 
“und den Bahndrehimpuls (1) zu zerlegen. Fir gegebenes j und gegebenes o sind 


dann verschiedene | méglich: 


l=jt+o,j+o-—1,...,|f—e]. (51) 
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Die Zahl J bestimmt die Ordnung der Kugelfunktionen Y’ 1? (8, ~) (8, Polar 

winkel), welche in die Ausdriicke ftir die Komponenten der Wellenfunktion des 

Teilchens mit Spin eingehen, wobei alle in nichtrelativistischer Naherung 

pe a ase Komponenten Kugelfunktionen, mit gleichem J enthalte 
s. [2, 5, 27]). Wegen : 


RY? (8, y) = (—1) ¥7 (8,9) (52 


wird bei gegebener innerer Paritat ¢ die Zahl durch Gleichung (50) gegeben sein 
wenn in ihr j durch / ersetzt wird. In der relativistischen Theorie hort die durch 
(51) bestimmte Zahl J auf, eine physikalisch beobachtbare GréoBe zu sein?)| 

jedoch ergibt sich die Menge der Zustande mit gegebenem eit 
nach wie vor aus (51), wobei die den Zahlen | gleicher Paritat entsprechenden 
Zustande gleiche raumliche Paritét der Wellenfunktion haben (siehe Anhang I)) 


Das oben Gesagte ist nur fir Teilchen mit von Null verschiedener Ruhmass¢ 
ganz richtig. Im Falle von Teilchen mit endlichem Spin und verschwindendey| 
Ruhmasse kann die Zahl der Zustande mit gegebenem Drehimpuls jedoch kleine? 
sein, als Gleichung (51) angibt. So gibt es z. B. fiir die Quanten des elektro; 
magnetischen Feldes (Spin o = 1,¢ =¢, = + 1) nur zwei Zustande [und nich} 
drei, wie aus (51) folgen wiirde] zu gegebenen Werten fiir den Drehimpuls j ung 
seine Projektion auf eine der Achsen? ). Diese beiden Zustande des elektro) 
magnetischen Feldes tragen die Bezeichnung elektrische bzw. magnetisch¢ 
Multipolstrahlung, wobei fiir die Strahlung des elektrischen Multipols | 


§ = ce 1 )? ? (533 
und fiir die des magnetischen Multipols 

§=3(—1y 54 (54! 
gilt. 


Der Operator D kommutiert mit dem Hamilton-Operator eines beliebiger| 
isolierten Systems. Die réumliche Paritat € der Wellenfunktion dieses System} 
ist daher ein Integral der Bewegung, bleibt also zeitlich konstant. Dies hat ge} 
wisse Auswahlregeln im Zusammenhang mit der raumlichen Paritat zur Folge 
die beim Zerfall von ,,Elementarteilchen‘‘ und bei verschiedenen Kernreaktione}} 
zur Auswirkung kommen. Nach solchen Auswahlregeln gibt es nur Prozesse, bef 
denen die réumlichen Paritaten der Wellenfunktionen des Anfangs- und End 
zustandes des abgeschlossenen Systems tibereinstimmen. 

Wir interessieren uns fiir den Zerfall eines Teilchens mit endlicher Ruhmass¢ 
Hier kénnen wir stets annehmen, da sich das Teilchen in Ruhe befindet} 
Dann fallt die raumliche Paritat seiner Wellenfunktion mit der inneren Paritaj 
zusammen. Die Wirkung der erwahnten Auswahlregeln besteht darin, dai} 
die raumliche Paritaét € der Wellenfunktion des Systems der beim Zerfall ent} 


iy 


1) Formal geht dies daraus hervor, daB® die relativistische Wellenfunktion beziiglich de 
Gruppe der dreidimensionalen Drehungen reduzibel ist. Darum driicken sich nicht all} 
Komponenten der relativistischen Wellenfunktion in Kugelfunktionen mit einem bestimm} 
ten / aus. Auf Grund dieser Tatsache ist die relativistische Wellenfunktion eines Teilche | 
mit Spin (siehe [2/, 23]) keine EKigenfunktion des Bahndrehimpulsoperators. 
2) In diesem Fall ist die Verminderung der nach (51) méglichen Zah] der Zustande zuriich}, 
zufiihren auf die zusatzliche Forderung der Invarianz der Erwartungswerte der Obset} 
vablen des Feldes gegen Eichtransformationen (siehe [22]). 
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standenen Teilchen gleich derinneren Paritat ¢ deszerfallenen Teilchenssein muf. 
Ist €; die raumliche Paritat der Wellenfunktion des i-ten Teilchens, so konnen 
wir schreiben: 


N 
g art &; (55) 
und 
N 
C= ff &. (56) 


Als Anwendungsbeispiel der Paritatsauswahlregeln betrachten wir den Zerfall 
eines Teilchens mit ganzzahligem Spin in zwei und drei Teilchen mit dem Spin 
0 und 1. Am einfachsten zu behandeln ist der Zerfall eines Teilchens mit dem 
Spin 0 in zwei Bosonen, deren Spins ebenfalls 0 sind’). 
Fir diesen Proze8B folgt aus Gleichung (56): 


C= Cle, (57) 
wobei ¢, und ¢, die inneren Paritaten der Zerfallsteilchen sind. In der Tat gilt 
nach (50): 


“ 


&=(—-1)hG,, & =(—1)hg,, (58) 
wobei 7, und 7, die Drehimpulse der Zerfallsteilchen sind. Da der Drehimpuls des 
Gesamtsystems gleich 0 sein muB, folgt 

h=j)2=)- (58a) 
Benutzt man jetzt die Gleichungen (56), (58), (58a), so erhalt man (57). Die 
Auswahlregel (57) zeigt unmittelbar, daB ein Zerfall von skalaren (S) und 
pseudoskalaren (P) Teilchen mit den Spins 0 nach einem Schema der folgenden 


Art: 
S>S+P, P>S+S8, P> PHP (59) 


streng verboten ist. 

Betrachten wir jetzt den Zerfall eines Bosons mit dem Spin o in 2 Bosonen mit 
den Spins 0. Im Ruhsystem des zerfallenden Teilchens mu8 die Summe der 
Impulse der Sekundarteilchen verschwindend sein. Aus diesem Grunde wird die 
Wellenfunktion des Endzustandes des Systems nur von der Differenz der rium- 
lichen Koordinaten beider Teilchen abhaingen. AuBerdem kann die Wellen- 
funktion des Endzustandes, die eine Bilinearkombination der Wellenfunktionen 
der Teilchen mit dem Spin 0 ist, nur skalar oder pseudoskalar sein. 
Beriicksichtigt man auBerdem den Drehimpulserhaltungssatz, so kann man fir 
die Wellenfunktion des Endzustandes schreiben: 


V(a,; %q) = sas (9, 7) 5 Kir, Xo) » 


wobei ? und ¢ die Polarwinkel des Vektors 2; sind und r sein Absolutbetrag 
(der Abstand der beiden Teilchen) ist. Gleichung (56) hat im vorliegenden Fall 


die Form 
¢ a (cenbls C1 Se. (60) 


Man kann auch die Anwendbarkeit der Auswahlregel (60) in der Kernphysik 
zeigen, wenn man statt ¢, ¢,, ¢, die rdumlichen Paritaten &, &,, &, der Wellen- 


1) Boson wird ein Teilchen genannt, das der Bose-Hinstein-Statistik gehorcht und folglich 
ganzzahligen Spin hat. 
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funktionen zugrunde legt, welche den Anfangszustand des Systems und di 
inneren Zustande der Kerne mit den Spins 0 beschreiben, die bei der Reaktio1 
entstehen. 
Betrachten wir z. B. den Photozerfall eines -,,gerade-gerade-Kerns“ in ei 
a-Teilchen und einen Restkern mit verschwindendem Drehimpuls?). Sind dij 
Gleichungen (53), (54) und (60) erfillt, so kann man leicht sehen, daf bei Gleicly 
heit der raumlichen Paritaéten der Wellenfunktionen, welche die inneren Z 
stande der an der Reaktion beteiligten Kerne und a-Teilchen charakterisieren 
der Photozerfall nur durch die Quanten elektrischer 2/-Felder hervorgerufet 
werden kann, die in der einfallenden ebenen Lichtwelle vorkommen. Aus des 
allgemeinen Theorie folgt, daB der Hauptbeitrag zam Wirkungsquerschnitt de 
Reaktion von einem Dipolquant (j = 1) herriihrt. Wenn dagegen die réumliche? 
Paritaten der Wellenfunktionen des Anfangs- und Endkerns verschieden ausy 
fallen, so kann der Photozerfall nur durch Quanten magnetischer 27-Felde 
herbeigefiihrt werden, hauptsachlich durch magnetische Dipolstrahlung, d i 
zu einer wesentlichen Verkleinerung des effektiven Wirkungsquerschnitts de} 
Prozesses fiihrt (verglichen mit dem Fall gleicher raumlicher Paritaten). 

Oben wurde der Zerfall in zwei Teilchen mit den Spins 0 betrachtet. Wir gehey 
nun zu Fallen iiber, in denen sich unter den Zerfallsprodukten Teilchen mit den 
Spin 1 befinden. Dabei weisen wir vor allem auf das strenge Verbot des Zerfalll 
eines Bosons mit dem Spin 0 in ein Photon (Spin 1) und ein Boson mit de | 
Spin 0 hin. Diese in der Arbeit [24] formulierte Auswahlregel folgt aus dem Ver} 
schwinden der Ruhmasse des elektromagnetischen Feldes. Wesentlich ist hierbe} 
daB fiir Teilchen mit der Ruhmasse 0 bei festem Impuls nur zwei unabhangig! 
Zustinde méglich sind, bei denen die Komponente des Drehimpulses in Be 
wegungsrichtung -- o betragt, wenn o der Spin des Teilchens ist (siehe [22])?/ 
Im allgemeinen Fall endlicher Ruhmasse kann die Projektion des Drehimpuls dt 
auf die Bewegungsrichtung 20 + 1 Werte annehmen (—o, —o+1,...0—1,o} 
GréBere Werte der Projektion sind wegen der Achsensymmetrie ausgéd 
schlossen. (Die Symmetrieachse ist die Bewegungsrichtung des Teilchens# 
Beim Zerfall in zwei Teilchen fliegen die beiden Sekundiartéilchen lings eine 
Geraden auseinander. Die Projektion des Drehimpulses des beim Zerfall ent 
stehenden Bosons mitdem Spin 0; auch diese Gerade muB gleich 0 sein, wahrenj 
die Projektion des Photonenimpulses entweder gleich +1 oder gleich —1 is} 
Folglich mu8 die Projektion des Gesamtdrehimpulses beider Systeme den Absq 
lutbetrag 1 haben, was nicht méglich ist, weil das Primarteilchen den Spin | 
haben soll. Auf Grund des Erhaltungssatzes fiir den Drehimpuls ist der Zerfay 
eines Bosons mit dem Spin 0 in ein Teilchen mit dem Spin 0 und ein Photo} 
verboten, obwohl es auf den ersten Blick méglich scheint, daB der Drehimpul| 
erhalten werden kénnte, wenn ein beim Zerfall gebildetes Teilchen mit dex} 
Spin 0 einen von 0 verschiedenen Bahndrehimpuls hatte (z. B. gleich 1). 
Wenn das Boson mit dem Spin 1 eine von 0 verschiedene Ruhmasse hat, § 
gilt die folgende Auswahlregel : 


petty. (64 


1) ,,gerade-gerade-Kern‘‘ bedeutet einen Kern, der aus einer geraden Anzahl von NeW 
tronen und einer geraden Anzahl von Protonen zusammengesetzt ist. Ein Kern dieser A 
hat im Grundzustand den Spin Null. we A 
*) Daher gibt es fiir das Photon zwei unabhangige Zustande entsprechend den verschieden ef 


Polarisationszustainden (linear oder zirkular). 
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| Diese Auswahlregel beziiglich Paritét und Drehimpuls verbietet einen Zerfall 
eines skalaren oder pseudoskalaren Teilchens nach dem Schema [23 —25]: 


S—>P+V,,oder S>S+4A, oder P>S+YV, (62a) 


_ wobei alle Zerfallsprodukte eine endliche Ruhmasse haben miissen. Diese Aus- 
wahlregel erhalt man auch, wenn man von der allgemeinen Darstellungstheorie 
der Gruppe der 3-dimensionalen Drehungen und Spiegelungen ausgeht (siehe 
Anhang II). 

_ Beim Zerfall von Teilchen mit beliebigem ganzzahligen Spinin zwei vektoriclle 
Teilchen (siehe [24]) gibt es keine ,,Uberraschungen‘‘, die durch Auswahlregeln 
_ beziiglich der réumlichen Paritat und des Drehimpulses bedingt sein kénnten. 
, Lediglich in einem speziellen. Fall, wo als Zerfallsprodukte zwei Photonen auf- 
treten (zuerst von LANDAU [26, 27, 28] entdeckt), gibt es weitere Einschrinkun- 
. gen, die einerseits damit zusammenhangen, daB das elektromagnetische Feld 
die Ruhmasse 0 hat und andererseits damit, daB die zwei Photonen identische’ 
Boseteilchen sind. Um den Zerfall eines Bosons in zwei Photonen zu betrachten, 
gehen wir davon aus, da die Wellenfunktion des Photons vektoriell ist. Dann 
_ kann die Wellenfunktion eines Systems aus 2 Photonen als Tensor II. Stufe 
. dargestellt werden, welcher bilinear aus den Komponenten des elektromagneti- 
schen Feldes der Photonen gebildet ist). Fiir das weitere ist wesentlich, daB der 
| Gesamtimpuls der Photonen, die beim Zerfall des ruhenden Teilchens gebildet 
| werden, verschwindet. Hieraus folgt, da die Wellenfunktion nur von der 
, Differenz der Photonenkoordinaten 


: 7 Nien: aa ei (63) 


y] 


abhangt, wobei a; ein Einheitsvektor parallel zum Ortsvektor x; und r der 
| Absolutbetrag des letzteren ist. 

» Beziiglich der Gruppe der dreidimensionalen Drehungen und Spiegelungen zer- 
| fallt ein beliebiger dreidimensionaler Tensor in die folgenden irreduziblen Be- 
_standteile: Einen Skalar S, einen antisymmetrischen Tensor zweiter Stufe A;,, 
| der einem Pseudovektor Aquivalent ist und einen symmetrischen Tensor 
| zweiter Stufe S8;, mit verschwindender Spur (>'S;; = 0). Wir betrachten die 


v 
Zustande, die durch diese cinzelnen irreduziblen Wellenfunktionen beschrieben 
_ werden. Wegen der Vertauschungssymmetrie erhalten wir: 


! S(—a;) = S (a) 
[ Aj, (— 4) = Agi (4) = — Aix (4) (64) 
3 Sip (— aj) = Spi (45) = Six (@))- 


Da die innere Paritat eines Tensors zweiter Stufe, der sich aus Vektorkompo- 
-nenten bilinear zusammensetzt, gleich 1 ist, erhalten wir wegen (64): 


DS=-+S8S, DAs, = —Aiz; DSyyp = + Six, (65) 


denn die Vertauschung von — a; mit +a; ist ja der zu Beginn dieses Paragraphen 
_ betrachteten Transformation R Aquivalent. Nach (65). beschreiben S und S;, 
gerade (£ = +1) und Aix ungerade (€ = —1) Zustande des Systems aus zwei 
Photonen. Betrachten wir zuerst die ungeraden Zustande. Der Tensor A;, mit 


| 


| 1) In der weiteren Darlegung halten wir uns im wesentlichen an die Arbeit [26]. 
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6 Komponenten, von denen jedoch nur 3 unabhangig sind, ist ein dem Einheits 
vektora, paralleler Pseudovektor. Dies folgtaus der Orthogonalitaét der Photonen: 
felder (und diese ist eine Folge der verschwindenden Ruhmasse) und kann am 
einfachsten gezeigt werden, wenn man 4A,, darstellt als Vektorprodukt de 
Vektoren EZ!” und Ee, welche die elektromagnetischen Felder der einzelner 
Photonen fir sich charakterisieren: 


Ay, = EY? BY — EY EP 1), (66) 

a; Be = 0 a; Ee = 0 Ai, a= Aj, ay = 0. (67 
Also ergibt sich 
An =Ai=ao(a)e (l+ i,k; ih), (68 


wobei ¢ (a;) eine skalare Funktion ist. ¢ dagegen ist pseudoskalar und unab 
hangig von a;. Durch Vergleich von (64) und (68) finden wir: 


p (44) = p (—4). (69) 
Betrachten wir Zustande mit gegebenem Drehimpuls J, so driickt sich del 
winkelabhangige Anteil der Funktion g durch die Laplacesche Kugelfunktior 
J-ter Ordnung aus, wobei nach (69) der Impuls J entweder gerade oder gleich ¢ 
sein muf. Folglich beschreibt der Tensor A;, Zustinde von Zwei-Photonen| 
systemen mit geradem Drehimpuls und ungerader (= — 1) Wellenfunktion: 
Man erkennt leicht, daB in diesen Zustanden (J = 0, 2, 4,..., € = —1) beidé 
Photonen in aufeinander senkrechten Richtungen polarisiert sind. Tatsachlicl 
gilt 4’ = B® £ sin 9, wobei & der Winkel zwischen den Vektoren E” und 
E® ist. Da ferner fir ein Photon nur zwei unabhangige Polarisationszustaindd 
existieren, ndmlich der parallele und der senkrechte beztiglich irgendeiner det 
Wellenvektor enthaltenden Ebene, kann der Winkel # nur gleich 0 oder gleic 
x/2 sein. Der erste Fall ist jedoch unméglich, da bei # = 0 auch 4;, = 0 istf 
Wir weisen noch auf einige Erginzungen zu den erhaltenen Resultaten hin 
Wenn es z. B. gelange, auf experimentellem Wege nachzuweisen, daB die zwé 
y- Quanten, in die das 7°-Meson zerfallt, senkrecht zueinander polarisiert sin 4 
dann ware — da sein Spin gleich 0 ist — mit GewiSheit bestatigt, daB daw 
z°-Meson ein pseudoskalares Teilchen ist. - i} 
Kin gutes Beispiel zu den erhaltenen Regeln ist die Zerstrahlung eines Elektro 
Positron-Paares (die Spins des Elektrons und Positrons sind antiparallel, de 
Gesamtimpuls ist gleich 0). Die Quanten der Vernichtungsstrahlung erweise}} 
sich dabei als zueinander senkrecht polarisiert [29]. Dies zeigt, daB die Wellen 
funktion des Positrons pseudoskalar ist. Dasselbe Ergebnis kann man auch dure 
unmittelbare Rechnung erhalten (siche Anhang III). Betrachten wir nun die er} 
wahnten geraden Zustiinde, die-durch den Skalar S und den symmetrischet| 
Tensor S;, beschrieben werden. Aus den Gleichungen (64) und (65) erkent 
man, daf} die skalare Funktion gerade Zustande mit geradem Drehimpuls b 
schreibt (einschlieBlich Null). In diesen Zustanden sind die Photonen paralle 


zueinander polarisiert, weil der Skalar § als Skalarprodukt der Vektoren EY 
und TY dargestellt werden kann. Bei dem symmetrischen Tensor S;, mit ven} 


1) Im folgenden lassen wir stets bei den aus den Vektoren EB und Be) des, Photonenfelde | 


gebildeten Tensorausdriicken A;,, Sj, und S die Normierungsfaktoren weg, da diese fii 
unsere Betrachtung unwesentlich sind. ; ; 
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schwindender Spur beachten wir besonders, daB er ebenso wie auch der Tensor 
A;;, der Orthogonalitatsbedingung 


Sip % = Sip y = 0 (70) 
yenugt und in der Form 


Sip = By? EY + EY) EP — S bi, BY) BY? (71) 
largestellt werden kann. 

Unter Benutzung von (67), (70) und (71) laBt sich leicht zeigen, daB in den Zu- 
standen, die durch den Tensor S;, beschrieben werden, die Photonen senkrecht 
sueinander polarisiert sind. 

Wir erhalten 


2, 
Sip a = — ca Ok EY EY =0, (72) 


woraus folet: 
EY BP = BB cos =0 8 =, 


ja unter den Komponenten a, mindestens eine von Null verschiedene ist. 
Wiirde der Tensor S;, nicht der Orthogonalitétsbedingung (70) geniigen, so 
<Onnte man sehr leicht die Zahl der zugehérigen geraden Zustinde (£ = +1) 
mit gegebenem Drehimpuls J berechnen. Es wurde schon darauf hingewiesen, 
laB jeder symmetrische Tensor II. Stufe S;, mit verschwindender Spur zu 
ainer Darstellung der Drehgruppe gehért. Dabei sind unter seinen 6 nicht iden- 
fischen Komponenten nur 5 unabhangige (entsprechend der Bedingung, da 
lie Spur verschwinden soll). Folglich ist der Spin des Systems mit der Wellen- 
funktion S;, gleich 2, da2o+1=2.2-+1= 5. Indem man dies ausnutzt, 
<ann man alle Zustande mit gegebenem J und € = +1 aus Formel (51) finden, 
wenn man beachtet, daB wegen £ = +1 die Zahl / gerade sein muB. Gehen wir 
n dieser Weise vor, so finden wir sofort: 


vobei NV; die Zahl der geraden durch den Tensor Sj, beschriebenen Zustande ist. 
Bei dieser Rechnung ist die zusatzliche Einschrankung (70) nicht berticksichtigt, 
lie zu einer Verringerung der Zahl der Zustande fihren kann und dies auch 
virklich tut. Um (70) beriicksichtigen zu kénnen, stellen wir S;;, in der Form 


Six = Six + Pix dar, 


vobei S;, der Orthogonalitatsbedingung (70) gentigt, nicht aber P;,. Auf diese 
Weise ergibt sich ein Zustand eines gewissen imaginéren Systems mit der 
Wellenfunktion S;, als eine Art Superposition der Zustande S,;, und P;,. Sofern 
nan die Gesamtzahl der Zustande NV; mit gegebenem Impuls J und der Paritat 
-= +1 kennt, laBt sich auch die Menge der Zustande N, fiir S;, finden, indem 
nan von NV, die Zahl der Zustande NZ subtrahiert, die durch den Tensor P;, 
yeschrieben werden. P;;, hat die Form 


Pi, = By ay + Bya;, 


g* 
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wobei B; ein gewisser Vektor ist. Die Zahl Nj stimmt darum mit der Menge a 
durch die Vektorfunktion B; (a;) beschriebenen Zustande uberein, welche dur 
die ungeraden Zahlen / charakterisiert ist, da der Tensor Pj, im ganzen weg¢ 
unserer Bedingung beziiglich der Vertauschung a; > — a; gerade ist. Mit Hill 
von Gleichung (51) findet man, wenn man / ungerade wahlt und o = i setzt 


Noe =H NG, 2. Boney): (7 
TIndem man (74) von (73) abzieht, erhalt man: 
No =N,=0 Non = Nonyi1 = 1- (77 


Eine Zusammenfassung der gewonnenen Ergebnisse liefert Tabelle 3°) 


Tabelle3 


Zustande eines Zweiphotonensystems mit dem Gesamtimpuls 0 


Anzahl der 

’ 

Coral geraden (§ = + 1) ungeraden (§ = —1) | 
drehimpuls Zustande mit einer Polarisation / 
parallel senkrecht parallel senkrecht | 

0 1 0 0 1 | 

1 0 0 0 0 | 

2n 1 1 0 1 

2n +1 0 1 0 0 | 


Wie die Tabelle zeigt, existieren fiir 2 Photonen mit denselben Energien, alf 
dem Vorzeichen nach entgegengesetzten Impulsen erstens keine Zustande u 
dem Drehimpuls 1 und zweitens keine ungeraden Zustande (§ = —1) mit 
geradem Drehimpuls. Das Fehlen der Zustainde mit dem Drehimpuls 1 bedeutt 
da8 der Zerfall eines vektoriellen oder pseudovektoriellen Teilchens in 2 Pho) 
nen streng verboten ist. Hieraus folgt insbesondere, daB der Spin des x°-Meso} 
das in 2 Photonen zerfallt, nicht gleich 1 sein kann (bekanntlich liefern a | 
simtliche experimentellen Daten den Spin 0). Ebenfalls aus diesem Grunde) 
die Vernichtung von Orthopositronium unter Emission zweier Photonen v; 
boten [30]. 
Als wir die relative Polarisierung der Photonen behandelten, nahmen wir 
daB beide Photonen linear polarisiert sind. Es ist natiirlich méglich, die ] 
trachtung auch unter Annahme von zirkularer Polarisation durchzufiihry 
Dabei haben die zirkularen Polarisationen in den Zustanden S und A,, dieselk 
Vorzeichen, jedoch in den Zustanden S;, entgegengesetzte Vorzeichen. 

Wir hatten den Zerfall eines Bosons mit beliebigem Spin in 2 Teilchen mit ga) 
zahligen Spins betrachtet. Der Zerfall in 3 Teilchen mit ganzzahligen Spins} 
bis jetzt theoretisch ungeniigend untersucht. Was die bisherigen Ergebnisse | 
betrifft, so weisen wir auf folgende Auswahlregel hin [23, 25]: Der Zerj] 


man in letzterer einige Korrekturen anbringt. Siehe J. M. StrKov, Zurn. éksper. t 
Fiz. 26, 128 (1954). ; 


] 


1) Anmerkung bei der Korrektur: Tabelle 3 ist mit der in der Arbeit [28] identisch, i] 
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sines Bosons mit dem Spin 0 in 3 Bosonen, die ebenfalls den Spin 0 haben, ist 
streng verboten, wenn eines oder drei der vier am ProzeB8 beteiligten Teilchen 
skalar sind. Verboten sind also die ZerfailleS > S+ S+ P; S>P+P+4+P; 
P+ 8S +8 + 8 usw. Diese Auswahlregel kann in der Form ; 


C= Cilel3 (76) 
yeschrieben werden, ist also véllig analog zur Auswahlregel (57) (s. Anhang II). 


Bei der Behandlung des Zerfalls eines Bosons mit beliebigem Spin in 3 Teilchen 
mit dem Spin 1 ist der Zerfall in drei Photonen theoretisch am ausfithrlichsten 
untersucht worden. Die Anwendung der Auswahlregeln fiir Drehimpuls und 
rdumliche Paritdt fiihrt hier nicht zu irgendwelchen wesentlichen Beschran- 
Kungen, wenn wir z. B. nicht die Tatsache rechnen, daB fiir neutrale skalare und 
pseudoskalare Teilchen der Zerfall in drei Photonen mit gleicher Energie 
streng verboten ist [37]. Weitergehende Verbote ergeben sich, wenn man auBer 
den in diesem Paragraphen beschriebenen Auswahlregeln noch die Symmetrie 
beziiglich der Ladungskonjugation benutzt (siehe §4). Dabei zeigt sich im 
besonderen, da der Zerfall einiger neutraler Teilchen in drei Photonen prinzi- 
piell unmoglich ist. 

Bis jetzt haben wir uns mit der rdumlichen Paritét von Teilchen mit ganz- 
zahligem Spin befaBt. Die Wellenfunktion eines Teilchens mit halbzahligem 
Spin mit gegebenem Gesamtdrehimpuls geniigt.genauso wie die der Bosonen 
der Gleichung (49). Man kann jedoch nicht von einer bestimmten Paritat der 
Wellenfunktion sprechen, da der Operator D = 7'R jetzt nur bis auf das Vor- 
zeichen der Matrix 7’, die ja als Faktor eingeht, genau bestimmt ist (siehe § 2). 
Betrachten wir die Wellenfunktion zweier spinorieller Teilchen mit festen rela- 
tiven inneren Paritaten, so ist klar, daB wir stets die Gleichheit oder Ungleich- 
heit der Kigenwerte &, und &, des Operators D feststellen konnen, obwohl jede 
dieser Groen fiir sich selbst nur bis auf das Vorzeichen genau bestimmt ist. 
Wir bemerken noch, da &, und &, nicht unbedingt gleich + 1 sein miissen, da 
der Operator D? = 7? Rk? = T? in Abhangigkeit vom Teilchentyp sowohl gleich 
+1 als auch gleich —1 sein kann (siehe § 2). Das Verhaltnis der GréBen &€, und 
£, werden wir relative réumliche Paritat der Wellenfunktion der Teilchen mié 
halbzahligem Spin nennen. Die durch Gleichung (55) dargestellte Auswahlregel 
beziiglich der réumlichen Paritét kann auf den Fall von Systemen mit be- 
liebigem Spin verallgemeinert werden, wenn man bei spinoriellen Teilchen 
unter é; nur das Verhaltnis é,/£ versteht, wobei man auf der linken Seite von 
(55) € durch +1 ersetzt. 


4, Die Ladungskonjugation. Auswahlregeln beziiglich Ladungsparitit 
Wir betrachten die Wellengleichung 


g 1eA r a —iedy) — m' ea) (77) 
ra pee EY Sale ROL 
fiir Teilchen mit dem Spin 0 und der Ladung e, die sich im elektromagnetischen 
Feld mit dem Vektorpotential A,, — Ay (7 = 1, 2, 3) befinden. Die Gleichung 
fir die zu Y konjugiert komplexe Funktion Y* lautet nach (77): 


; 


| Sy (2. + tes) — (5 + ied) — my ye — 0, (78) 
12 0a, ; Ok, 
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da wir A; und A, als reell annehmen. Die Gleichungen (77) und (78) unterscheide¢ 
sich nur durch das Vorzeichen von e. Man kann deshalb Y* als Wellenfunktiq 
eines Teilchens mit entgegengesetztem Ladungsvorzeichen interpretieren. D) 
Richtigkeit eines solchen Vorgehens wird durch die Betrachtung des vierdime? 
sionalen Vektors der Strom-Ladungsdichte bestatigt: 


ow* OV 
oe (OES zat, 3 Oe 
pie (a Y 7 P*): 
OWw* OW 

ee = ONS UE Mas 8) 

io ie(Ge ¥ we) ,2, 9) 
Bei Ersetzung von ¥Y durch Y* andern beide Ausdriicke ihr Vorzeichen. Wet 
wir Y, = WY und Y_ = Y* setzen, dann kénnen wir schreiben: 


Po yet (8 


Die Beziehung (80) ist Lorentz-invariant, da sich bei Transformationen di 
Bezugssystems Y und Y* gleichartig transformieren (sie andern sich nich 
wenn W ein Skalar ist; sie andern das Vorzeichen bei Inversion der Achse 
wenn W ein Pseudoskalar ist). Die Funktionen Y, und Y_ werden wir konjugie 
beziiglich des Ladungsvorzeichens\nennen und die Transformation ¥, + 4 
Ladungskonjugation (vgl. hierzu [72] und die Bicher [72] und [73]). | 
Im Falle von Teilchen mit dem Spin 1/2, die der Diracschen Gleichung g! 
niigen, ist der Zusammenhang mit den ladungskonjugierten Funktionen vé 
wickelter!). Die Dirac-Gleichung hat bekanntlich bei Vorhandensein ein} 
duBeren elektromagnetischen Feldes die Form 


0 , ! 
|v (gq: — eda) + ml ¥ =O (8 


oder 


{os (a + ies) + m| we — 0. (§} 


Wir sehen, daB Y* nicht der Gleichung (81) geniigt, wenn man in dieser nur dj 
Vorzeichen von e andert, da in (82) die Matrizen yz an Stelle von y, auftret¢ 
Man kann jedoch eine Funktion Y_ erhalten, die beziiglich des Ladungsvs 
zeichens konjugiert zur Funktion WY, = Y ist, wenn man die Gleichung (§ 
von links mit einer gewissen nichtsingularen Matrix C multipliziert, von der m 


fordert: 
Cypesie Ce (§ 


Wir wiahlen y, so, daB z. B. die Matrix y, reell wird, und die tibrigen drei Ma 
zen rein imaginar?). Dann finden wir sofort bei Benutzung der Vertauschun) 
Relationen (siehe Tabelle II), daB 


C = yr. ( 


1) Zur Ladungsparitat bei anderen relativistisch invarianten Gleichungen siehe die Ar} 
von GELFAND und JAGLoo [32]. Sr aes 
2) Sind die y, nach § 2 bestimmt, so ist es stets méglich, yo antihermitesch zu machen, waj 
V1» Yoo ¥3 hermitesch werden (die Matrizen y,, v2, y3 sind ebenso wie in [4] bestimmt; }} 
Matrix y) unterscheidet sich von y, in [4] durch den Faktor 2). ‘ 
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Hieraus folgt 
C=Ct C=C C=1. (85) 


Ks existiert daher eine nichtsingulare Matrix C, die (83) geniigt. Wir kénnen also 
schreiben: 


Y_= CY, 
P= OW, ey 
Man findet leicht, daB die Gleichung (86) nur fiir Spinoren des Typs 7, 7, (siehe 
§ 2) Lorentz-invariant ist, fiir welche die Quadrate der Inversionsmatrizen der 
raumlichen und zeitlichen Achsen gleich —1 sind. 
Der Vektor der Strom- und Ladungsdichte fiir ein Spinorfeld hat die Form 

Ie = CL ye Je = ery (k = is 2. 3)*) (87) 
oder 

fesse PCy Fig = 6CPe6 Po. (88) 

Fiihren wir jetzt in (88) die Ersetzung Y¥,~ Y_ durch, so andert j, sein Vor- 
zeichen nicht, wie dies fiir ein Teilchen mit dem Spin Null der Fall ist. Bei einer 
solchen Transformation andert sich jedoch das Vorzeichen der Komponenten 
des Energie-Impuls-Tensors des Feldes 


epee tow, WOOws ) 
amg OF ge = Eatin 
be) (89) 
1 - OW, aC 
Tam 35 {0 Sear aa 


was nicht zulassig ist. Bekanntlich (siehe z. B. [4]), kann dieser Mangel durch 
Quantisierung des Spinorfeldes nach dem AusschlieBungsprinzip beseitigt 
werden (d. h. unter Berticksichtigung des Pauli-Verbots). Das geforderte Ver- 
halten von j, und 7, bei Vertauschung von Y, 7 W_ wird dadurch erreicht, 
daB die Operatoren Y, und ¥Y_, die auf eine Wellenfunktion von Besetzungs- 
zahlen wirken, antikommutieren. Zusammenfassend kann man sagen, daB in der 
Quantentheorie des Spinorfeldes den Operatoren WY, und W_ Teilchen und 
,,Antiteilchen‘‘ entsprechen, ebenso wie nichtquantisierte Wellenfunktionen 
WY. und ¥Y_-Zustinde mit positiven und negativen Energien und entgegen- 
gesetzten Vorzeichen der Impulse beschreiben. 

Aus der Forderung der Lorentz-invarianz von (86) folgt, daB die Funktionen 
W. und Y~ bei einer Anderung des Bezugssystems sich gleichartig trans- 
formieren, d.h., daB sie gleiche innere Paritat haben in dem Sinne, wie dieser 
Begriff in § 2 eingeftihrt wurde. In Zusammenhang hiermit ist es interessant zu 
bemerken, daB die Wellenfunktion eines Systems aus Teilchen und Anti- 
teilchen (z. B. ein Elektron und ein Positron), die den relativen Bahndrehimpuls 
Null besitzen, entweder nur ein Vektor (Orthozustand) oder ein Pseudoskalar 
(Parazustand) sein kann?). Hierdurch erklart sich — wie schon in § 3 bemerkt 


*) Man beachte, daB in unserer Bezeichnungsweise Yt = W*. 

2) Diese Behauptung ist allgemein gerechtfertigt, wenn es sich um zwei beliebige Teilchen 
mit dem Spin 1/2 und verschwindenden Bahndrehimpuls handelt, sofern ihre Wellenfunk- 
tionen gleiche relative innere Paritét haben und sich bei Inversion der Achsen durch die 
Darstellung 7’ = —1 transformieren (Beweis siehe Anhang III). 
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wurde — die senkrechte Polarisation bei der Zerstrahlung von Parapositroniu 
in zwei Photonen?). 
Die Ladungskonjugation kann zur Herleitung weiterer Auswahlregeln benut; 
werden, wenn man die Invarianz des Hamilton-Operators bei ‘dieser Tran) 
formation annimmt, d. h. bei der Ersetzung Teilchen @ Antiteilchen. | 
Wir betrachten die Wellenfunktion WY, der Besetzungszahlen des Systems d 
Teilchen, Antiteilchen und des elektromagnetischen Feldes. Der Inde 
q= (Nv a Fan N}) bezeichnet die Zustande des Gesamtsystems, die dur¢ 
N}Teilchen, N7 Antiteilchen und NV ;Quanten des elektromagnetischen Feld 
in den individuellen Zustinden /,s charakterisiert werden, wobei im allgy 
meinen N} + Nj ist. Wir fihren den Operator U ein, der durch folgende Bj 
ziehungen definiert ist: | 


UY, a Pe U ae (Nj, N7, Ni), q= (N7, Nf, Ni), 
UPLU?S =F-=. (94 


Der Zustand q’ unterscheidet sich vom Zustand g dadurch, daB die Zahl di 
Antiteilchen jetzt gleich Nj ist, und die Zahl der Teilchen gleich N;. Das Symb. 
F, in Gleichung (91) kennzeichnet einen willkirlichen Operator, der auf 

verdnderlichen Besetzungszahlen der Teilchen (Vorzeichen +-) oder Antiteilchd 
(Vorzeichen —) wirkt. Der Operator U bewirkt also die Ersetzung Teilchen jj 
Antiteilchen, wobei offensichtlich gilt: | 


Ue 1. (94 


Den Hamilton-Operator des zu betrachtenden Systems schreiben wir in dif 
Form 


FoR Pade! ae ay ee ya SAB (9 


H, ist der Hamilton-Operator des Systems der freien Teilchen und Antiteq 
chen, H, ist der Hamilton-Operator des elektromagnetischen Feldes im Vakuu 
und H’ der Operator der Wechselwirkungsenergie aller geladenen Teilchen mit de 
elektromagnetischen Feld. Man sieht leicht ein, daB U mit H, kommutiert, 
die Ersetzung des freien Teilchens durch ein Antiteilchen wegen der exakt 
Gleichheit der Massen nicht die Energie des Systems andert. Dasselbe gilt aud 


Zahl der Photonen andert. Daher folgt: 
[UH,] = UH, —H,U =0. (9 


Die Frage, ob U mit H’ kommutiert, mu naher untersucht werden. Bekanntli(| 
hat der Operator H’ die Form 


H' = [ jg Aa dv dv=dz,d2,dx (a =0,1,2,3) ( 


1) In [33] werden Elektron und Positron als Teilchen mit verschiedener innerer Parit 
behandelt. In Zusammenhang damit weisen wir darauf hin, daB der Begriff der inner} 
Paritat, wie er in [33] eingefiihrt wurde, sich von dem hier eingefiihrten unterscheid| 
In [33] wird unter der relativen inneren Paritaét zweier spinorieller Teilchen die Ube 
einstimmung bzw. Nichtiibereinstimmung der Vorzeichen desjenigen. Faktors verstandé| 
den man bei Inversion der Achsen bei der einzigen von Null verschiedenen Komponen} 
der Wellenfunktion des Teilchens in seinem Ruhsystem erhalt. ; | 
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j, und A, sind die Operatoren der Stromdichte und der Potentiale des elektro- 
magnetischen Feldes, die auf die entsprechenden Besetzungszahlen wirken. Der 
‘Operator U antikommutiert mit j,, da bei der Ersetzung Teilchen = Antiteilchen 
‘der Vektor der elektrischen Stromdichte sein Vorzeichen andert. Fordern wir die 
Invarianz des gesamten Hamilton-Operators bei ladungskonjugierten Trans- 
tormationen, so muB gelten: 


ew ie (96) 


‘Den Operator U kann man in Form eines Produktes zweier miteinander kommu- 
‘tierender Operatoren U, bzw. U, ansetzen, die auf die Besetzungszahlen der 
‘Teilchen bzw. der Photonen wirken. Wir miissen jetzt einen solchen Operator U, 
suchen, der gleichzeitig (94) und (96) geniigt. Da die Operatoren der Potentiale 
A, Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren von Photonen linear enthalten, 
gentigen wir Gleichung (96), wenn wir die Wirkung von U, auf die Wellen- 
funktion des Systems folgendermaBen definieren: 


: Uy = (— 1)¥ Wye, (97) 


N’ ist die Gesamtzahl der Photonen. 

Andererseits kommutiert der durch (97) definierte Operator U, mit H,, da er 
die Besetzungszahl der Photonen N’ nicht andert. Daher geniigt U = U,U, 
gleichzeitig (94) und (96). Demnach gilt tatsachlich die Beziehung 


| [UH] =0. (98) 


‘Wie schon oben bemerkt wurde, antikommutiert U mit dem Stromoperator 


7 = [ jad, dessen 4. Komponente J, der Operator der Gesamtladung des 
Systems ist. Daher kénnen U und J, keine gemeinsamen Eigenfunktionen 
haben. Ausgenommen ist der Fall J, = 0, in dem die Gesamtladung des 
Systems gleich 0 ist. Da die real existierenden Zustande physikalischer Systeme 
immer Zustande mit einer bestimmten Gesamtladung sind, werden die Wellen- 
funktionen Y, nur fiir neutrale Systeme Eigenfunktionen des Operators U. 


Unter dieser Bedingung gilt 


; BSE tae ge ap Va Vy nae hia (—1)" (99) 

und 

| Ut Se a. (100) 

wobei : 
%y=+1 (101) 


nach Gleichung (92). 

In dem oben entwickelten Formalismus (siehe 34) gibt es nichts Hypothetisches, 
solange von der Elektrodynamik die Rede ist. Ausgehend von der Theorie der 
Teilchen und Antiteilchen (d. h. Teilchen, die sich nur durch das Ladungs- 
vorzeichen unterscheiden), fanden wir zusatzlich zu dem in §3 betrachteten 
Integral der Bewegung fiir ein neutrales System die Ladungsparitat y der Wellen- 
funktion. Die sich in diesem Falle ergebenden Auswahlregeln beziiglich der 
Ladungsparitaét sind genauso exakt wie die Auswahlregeln beziiglich der 
rdumlichen Paritat. ee 

Wir untersuchen jetzt vom Standpunkt der fiir die Ladungsparitat erhaltenen 
Auswahlregeln die Zerstrahlung eines Elektron-Positron-Paares in Para- und 
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Ortho-Zustanden. Die Wellenfunktion eines solchen Systems im Para-Zustan 
kann man in folgender Form darstellen?) : 


1 > ear 
ngs aed Wa or > {a2Qus —u:Qus}, 
me m— 
ees iy (10) 


u, und w_ sind die quantisierten Amplituden der Diracschen Wellenfunktione 
des Elektrons und Positrons mit den Spinkomponenten mj und m; auf d 
Quantisierungsachse. Q ist die Matrix, die die notwendigen Transformation 


wahrleistet. Y ist die Wellenfunktion des Vakuums. Gleichung (102) beschreif 
tatsichlich den von uns geforderten Zustand, da ui und u* Operatoren dj 
Erzeugung eines Elektrons und eines Positrons enthalten. Wirken diese Ope 

toren auf die Funktion Y%, ro verwandeln sie diese in eine Funktion Y,, 
durch die Besetzungszahlen N+ = N- =1, N’ =O charakterisiert wiry 
Transformiert man Yara durch Anwendung des Operators U, so erhalt man: 


| 
UP para = Ur Us OF, —— Hn Oe ig Dien: AP (10) 


da man der Wellenfunktion des Vakuums ohne irgendwelche Einschranku} 
gerade Ladungsparitat zuschreiben kann. Benutzt man (91) und (92), so folg# 


1 ey ye 
UFU1= ey oa {usQus — us Qus}. (10 
ms, ms 


Oben zeigte sich, daB die Wellenfunktion des Para-Positroniums pseudoskal 
ist (siehe auch Anhang III). Darum ist Q = 6 (siehe Tab. II). Da 


6=—6, ad 


findet man durch Einsetzen von (105) in (104): 
CRU eae (1¢) 
oder 
U Para —= J para- re 


Gleichung (107) zeigt, daB die Wellenfunktion des Para-Positroniums gerd 
Ladungsparitat hat (» = +1). Hieraus folgt die Unméglichkeit der Zerstré 
lung des Para-Positroniums in drei Photonen. Die Ladungsparitat eines Syste} 
aus drei Photonen betragt nach (96) » =», = (—1)? = —1, wahrend 
das Para-Positronium y = +1 gilt. Auf analoge Art kénnen auch and 
Zustande des Positroniums untersucht werden (eine Klassifikation die 
Zustande ist in Tab. 4 gegeben). Man kann auf einfache Art die Ladun 
paritat der Zustande des Positroniums finden, wenn man die oben gewonne 
Ergebnisse beriicksichtigt. Da die Operatoren wu, und w_ antikommutieren, 

die Wellenfunktion des Positroniums in der Konfigurationsdarstellung beziigll 
der Vertauschung der raéumlichen, der Spin- und Ladungskoordinaten 
Elektrons und Positrons antisymmetrisch sein. Wenn man sich auf die nic} 
relativistische Naherung beschrankt und die Zerstrahlung (siehe [35]) vernal 


l 


———- f ag ah ’ i! 
1) Der Einfachheit halber nehmen wir Elektron und Positron als frei an (diese Vora} 
setzung wirkt sich in keiner Weise auf das Ergebnis aus (siehe [34]). } 
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lassigt, kann man die Wellenfunktion des Positroniums in Form eines Produkts 
dreier Funktionen darstellen: 


Tabelle 4 


Raumliche Paritét und Ladungsparitat der Zustainde des Positroniums 


aaa eealicks Ladungs- Durch die Ladungsparitat 
Spinzustand q . Le 1 Paritat paritat wetbevens 

ee Zwei-Photon- | Drei-Photon- 
‘ » zerstrahlung | zerstrahlung 

4 gerade +1 verboten 

: de —1 verboten 
1 gera 

prip st ungerade +1 =) verboten 

Y= Y spin Yann 3 YW oadung- (108) 


Im Zustand 1S, ist z.B. Yspin antisymmetrisch und Wgann symmetrisch. Fiir dit 
Antisymmetrie von WY ist deshalb notwendig, da8 Wag, symmetrisch ist. Im 
Palle eines Systems aus 2 Teilchen fallt aber die Symmetrie von Ya, mit der 
Ladungsparitat von Y zusammen. Daher ist klar, da8 die Wellenfunktion des 
Para-Positroniums gerade Ladungsparitéat und die Wellenfunktion des Ortho- 
Positroniums (*S,-Zustand) wegen der Symmetrie von Wepin und Ygann ungerade 
Ladungsparitat haben muB. Diese nicht strenge Methode zur Bestimmung der 
eae des Positroniums ist jedoch vollig exakt, da die Korrektur zur 
ellenfunktion (108), die durch das Vorhandensein einer retardierten Wechsel- 
wirkung bedingt ist, die Ladungsparitét nicht andert, was man leicht mittels 
des oben entwickelten Formalismus zeigen kann. 
ie Beriicksichtigung der Auswahlregeln beziiglich der Ladungsparitat fihrt 
za einer Reihe von wesentlichen Ergebnissen, auch was den Zerfall neutraler 
Elementarteilchen anbetrifft. So ist fiir ein neutrales skalares Teilchen ein Zer- 
fall in drei Photonen streng verboten. Das folgt daraus, daB die Wellenfunktion 
tines neutralen skalaren Teilchens gerade Ladungsparitat haben muB (sonst 
kommutiert der Operator U nicht mit dem Hamilton-Operator des Systems, 
der die Wechselwirkungsglieder des betrachteten skalaren Systems mit den 
zeladenen skalaren spinoriellen oder vektoriellen Feldern enthalt). Da das neu- 
rale pseudoskalare 7°-Meson in zwei Photonen zerfallt, muB seine Wellen- 
ifanktion nach dem oben Dargelegten gerade Ladungsparitét haben. Daraus 
tolgt, daB fiir neutrale Teilchen mit ungerader Ladungsparitat ein Zerfall der Art 


X® > + 7° 


') In Zustainden mit dem Gesamtdrehimpuls 1 ist die Zweiphotonzerstrahlung gema8 Tab. 3 

jverboten. Jedoch gilt dies auch fiir alle Zustinde mit ungeradem Gesamtdrehimpuls und 

langerader Wellenfunktion (¢ = —1). In diesem letzten Falle ergeben die Verbote nach 

Labelle 3 und 4 dasselbe. 

\Die in Tabelle 4 angegebenen Resultate kann man auch unmittelbar den Rechnungen der 
Arbeit [67] entnehmen. 
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verboten ist. Man kann zeigen, da8 fiir ein neutrales Teilchen mit ungerade’ 
Ladungsparitat der Zerfall in ein Elektron-Positron-Paar 


X° +e- + ef | 


verboten ist. Fiir neutrale Bosonen mit gerader Ladungsparitat ist ein Zerfa 
nach dem Schema 


Y° -» beliebige Zahl x° + ungerade Zahl y- Quanten 
nicht erlaubt. 


5. Die Symmetrie im Isotopenspinraum*) 


Der Begriff des Isotopenspins wurde bei der Untersuchung des £-Zerfalls eingefiihrt. D; 
sich bei diesem Zerfallsproze8 Neutronen in Protonen und Protonen in Neutronen ver 
wandeln, kam man auf die Idee, Neutron und Proton als verschiedene Zustande desselbe4 
Teilchens, des ,,Nukleons‘‘, anzusehen. Natiirlich ist eine solche Behauptung nur dann mehi 
als ein neuer Name fiir langst bekannte Tatsachen, wenn sie in den quantitativen Formalig 
mus einer Theorie eingeht. | 
Systeme identischer Teilchen werden in der Quantenmechanik bekanntlich durch bestimmt} 
Vertauschungssymmetrien der Wellenfunktionen charakterisiert. Insbesondere ist di} 
Wellenfunktion eines solchen Systems aus Teilchen mit halbzahligem Spin beziiglich def 
Vertauschung der raumlichen und der Spinkoordinaten der Teilchen antisymmetriscl| 
Es ist daher notwendig, die Antisymmetrie der Wellenfunktion eines beliebigen System} 
aus Neutronen und Protonen sowohl beziiglich der Vertauschung gleichnamiger Teilche4 
als auch beziiglich der Vertauschung Neutron £5 Proton zu fordern. Zu diesem Zwec 
fiihren wir dieVeranderliche m; ein. Bei m; = 1/, soll sich das Nukleon in einem ,, Protonen‘ | 
und bei m; = —!/, in einem ,,Neutronen‘‘-Zustand befinden?). In nichtrelativistisch¢ 
Naherung hangt die Wellenfunktion des Nukleons von den Raumkoordinaten 2;, den Spin} 
variablen mz = +1/, (Projektion des Spins auf die Quantisierungsachse) und der neue¥ 
Variablen m; = +1/, ab (die wir in Analogie zu mals Projektion des Nukleonen-Isotopenj} 
spins auf die Quantisierungsachse im Isotopenraum auffassen). Der tiefere Sinn diesé 
zunachst rein auBerlichen Analogie wird bei einer detaillierten Untersuchung der Vei 
tauschungs-Symmetrieeigenschaften fiir die Wellenfunktion. eines Nukleonensysten) 
verstandlich, wenn man die folgenden: Annahmen macht: 

(a) Die Massendifferenz zwischen Proton und Neutron kann vernachlassigt werden. 
(b) Die Energie der Coulomb-Wechselwirkung ist vernachlassigbar gegen die Bindungs 
energie des Kerns. 
(c) Die zwischen den Nukleonen wirksamen spezifischen Kernkrafte hangen nicht vol 
Ladungszustand ab. 
Die Voraussetzungen (a) und (b) mégen fiir leichte Kerne gut erfiillt sein. Die experime 
tellen Daten ttber Kernmassen und Termschemata der Kerne [42] sprechen fiir die Annahm 
c), wenigstens fiir Nukleonenwechselwirkungen nicht zu hoher Energie (von der GréBet 
ordnung 10 MeV). 


1) Anm. d. dtsch. Red.: Der Name ,,Isotopenspin“ ist wenig gliicklich, denn er ist eir 
Zahl, die zur Unterscheidung von Isobaren, nicht aber Isotopen geeignet ist. Deshalb bii 
gert sich die Bezeichnung ,,Isobarenspin‘‘ oder kurz ,,i-Spin‘‘ in neuerer Zeit mehr eiil 
Auch ,,Ladungsspin“ ist gebriéuchlich. 
*) Anm. d. dtsch. Red.: Man beachte, daB in der Kernphysik (im GegenSatz zur Theon| 
der Elementarteilchen, von der hier die Rede ist) die umgekehrté Festsetzung mz= +4} 
fiir Neutronen und.m; = —1/, fiir Protonen iiblich ist. Das ist dort aweckmabig, weil }] 
fast allen Kernen die Neutronenzahl die Protonenzahl iibersteigt. 
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Sind die angefiihrten Bedingungen erfiillt, so kann die Wellenfunktion eines Nukleonen- 
systems in der Form 

= og oC 1)... mA 1 

VY pla a 3 mo) mi ’) 4 (mi ) 


2 mA 

T ns ) % 

| dargestellt werden, wobei A die Anzahl der Nukleonen angibt. Da YW bei der Vertauschung 
der Variablen 2;, m, und mz; fiir zwei beliebige Nukleonen insgesamt antisymmetrisch ist, 
ist zu erwarten, ‘a8 die Symmetrieeigenschaften der Funktionen gy und x in bestimmter 


Weise miteinander verkniipft sind (wenn z. B. y bei der Vertauschung des k-ten und des 


I-ten Nukleons antisymmetrisch ist, mu8 x in den Veranderlichen m*) und my symmetrisch 


D? Het Ue Om 
7-0 7-0 T=V/2 ie7 


{ Bild 2. YOUNG-Schemata fiir den Isotopenanteil (x) der Wellenfunktionen einiger Kerne im Grundzustand 


| sein. Da die Variable m, nur der beiden Werte m; = +1/, fahig ist, konnen alle Verander- 


| lichen, in denen xy symmetrisch ist, in zwei Reihen 


(m?, mY, oe 4) und (mi), m!), #8 ‘) 


' 8ngeordnet werden (dabei ist k + k’, 1-1’ usw.). Bekanntlich kénnen die verschiedenen Arten 
der Vertauschungssymmetrie in den YouNGschen Schemata erfaBt werden (siehe z. B.[5, 43]), 
die fiir unseren Fall in Bild 2 dargestellt sind. In den Zellen der Zeilen bzw. Spalten des YOUNG- 
'schen Schemas sind die Variablen angeordnet, in denen die Funktion symmetrisch bzw. 
antisymmetrisch ist. Daher besitzt dieses Schema fiir y nicht mehr als zwei Zeilen und fiir 
‘g nicht mehr als zwei Spalten. Hieraus ist ersichtlich, daB man den Typ der Vertauschungs- 
‘symmetrie von x (und damit von @) bei gegebener Nukleonenzahl durch eine einzige Zahl 
' charakterisieren kann, namlich durch die Differenz der Zellenzahlen in der ersten und 
zweiten Zeile des YOuNGschen Schemas. Die Halfte dieser Differenz wird als Isotopenspin 
' des Nukleonensystems bezeichnet. Fiir ein aus A Nukleonen zusammengesetztes System 
ist der Isotopenspin fiir ungerade A halbzahlig und fiir gerade A ganzzahlig. Fiir den Isoto- 
penspin eines einzigen Nukleons ergibt sich offensichtlich der Wert +/,. Nach diesen Aus- 
fiihrungen ist es nicht schwer, das Wesen der Analogie zwischen dem gewohnlichen Spin 
und dem Isotopenspin zu verstehen. Fiir ein System identischer Teilchen mit dem Spin 1/, 
(etwa fiir Atomelektronen) ergibt sich namlich genau dasselbe Bild fiir die Vertauschungs- 
‘symmetrie des Spin- und Koordinatenanteils der Wellenfunktion (siehe [5, 43]). In diesem 
‘Falle ist der Gesamtspin des Systems durch die halbe Differenz der Zellenzahlen in den 
‘Zeilen des YOouNGschen Schemas fiir die Spinfunktion gegeben. Mit anderen Worten, das 
Studium der Vertauschungssymmetrie der Spinfunktion — etwa eines Elektronensystems — 
kann durch die Untersuchung der Transformationseigenschaften der Wellenfunktion bei 
Drehungen der Koordinatenachsen ersetzt werden. Von dieser Tatsache macht man in der 
Theorie des Isotopenspins Gebrauch. Die tiblichen Wellenfunktionen fiir Proton und Neu- 
tron werden als Komponenten einer Nukleonenwellenfunktion angesehen. Von dieser 
Funktion nimmt man an, daB sie sich nach der Spinordarstellung einer Gruppe von Dre- 
hungen in einem dreidimensionalen Hilfsraum (der keine unmittelbare physikalische Be- 
ideutung besitzt) transformiert. Der Vertauschung Proton 7 Neutron entspricht in 
idiesem Raum eine Drehung der ,, Quantisierungsachse“‘ um 180°, da die Projektion des 
Isotopenspins eines Nukleons m, bei einer solchen Transformation ihr Vorzeichen umkehrt 
(mz = £1/,-> mM: = F 1/2) F | , 

Die Operatoren der Isotopenspin-Komponenten 7,, t, und 7; sind die tiblichen PauLischen 


1/0 1 1/0 e Le(Ly Ao 
med biel Eee. 111 
ieee: a LE pel (; aa Mss (5 La at) 
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3 leat 1 
mit dbotde gag (ztl) s+ ves (112) 


allein mit dem Unterschied, daB die Matrixelemente dieser Matrizen selber zweireihig 
Matrizen sind, wenn die Nukleonen unter Beriicksichtigung des Spins nichtrelativistise 
behandelt werden; sie sind vierdimensionale Matrizen, wenn relativistische Funktione 
betrachtet werden. 

Die Isotopenspin-Operatoren fiir ein System aus A Nukleonen haben die Form 


A 
T, = > (113) 
i=1 ? 
mit 
P4724 T=T7(T +1), (1144 


wobei T' fiir gerade A ganzzahlig und fiir ungerade A halbzahlig ist. Erganzend stellen bi 
fest, daB die Isotopenspins zweier Nukleonensysteme 7!) und 7’) und ihre Projektione 


M es) und M @) nach denselben Regeln addiert werden, wie der gew6hnliche Spin: 


fT) 72) WM) + 72) 1, .., (fo Fey: 
a) (2) (11 
M,p=Mp + My’, M, =T, T —1, Bie et 
Wenn fiir ein Nukleonensystem die oben genannten Bedingungen (a), (b) und (c) erfiill 


=3 | 
sind, dann kommutiert der Operator >) T; mit dem Hamilton-Operator des Systems} 


j= | 
d. h. der Isotopenspin ist ein Integral der Bewegung. Hieraus entstehen Auswahlregeln fii} 
den Isotopenspin ahnlich denen fiir den Drehimpuls. Als Beispiel betrachten wir d 
Reaktion O16(d, a) N14. In dieser Reaktion beobachtet man bei gegebener Deuteronen 
energie mehrere a-Teilchengruppen, die der Bildung des Restkernes N™ in verschiedene4 
Anregungszustanden entsprechen. Dabei hat man in keinem Falle die Bildung des Kerne 
N14 in dem ersten angeregten Niveau gefunden!) (Anregungsenergie 2,31 MeV), obgleic 
ein solcher ProzeB mit den Auswahlregeln fir Drehimpuls und raumliche Paritaét vertrag 
lich ware. Wenn man aber annimmt, da8 der Isotopenspin des Kerns N1* in diesem erste} 
angeregten Zustand 1 betragt*), dann ist dieser ProzeB nach den Auswahlregeln fiir def 
Isotopenspin verboten, da O1*, Deuteronen und a-Teilchen den Isotopenspin 0 besitzen 1 
Auch fir die y-Strahlung ergibt sich aus der Konzeption des Isotopenspins eine Reihe inte} 
essanter Folgerungen. Der HamiJton-Operator fiir die Wechselwirkung eines Kerns mij 
elektromagnetischer Strahlung kann in der Form 


(11 


geschrieben werden. P;, A;, o; und H; sind die Operatoren der Impulskomponenten, dé 
Vektorpotentials, des Spins und der magnetischen Feldstarke. Mit uz» und, sind die m 


1) Anm. d. dtsch. Red.: BRown [74] konnte kiirzlich zeigen, daB diese Reaktion doch vo) 
kommt, allerdings nur mit einigen Prozenten der Intensitat der erlaubten Ubergange in de 
Grundzustand und den zweiten angeregten Zustand. Dieses Ergebnis entspricht dem 4] 
erwartenden Hinflu8 der Coulomb-Wechselwirkung und ist kein Argument gegen dl 
Ladungsunabhangigkeit. 
*) Diese Annahme entspricht dem Schalenmodell des Kerns und stimmt mit anderen exper 
mentellen Daten iiberein. 
3) Der Isotopenspin von O!* und a-Teilchen verschwindet, weil in diesen Kernen die Net 
tronen- und Protonenschalen voll abgesattigt sind. Der Grundzustand des Deuterons il 
ein *S,-Zustand (mit einer kleinen Beimischung des *D,-Zustandes)sHiéraus folgt, daB dj 
Funktion ¢ in (110) symmetrisch und die Isotopenfunktion yx antisymmetrisch ist, d. || 
es ist 7 = 0. : 
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gnetischen Momente von Proton und Neutron bezeichnet, waihrend e die Ladung und m die 
Masse des Protons sind. Die Gleichung (116) kann man in 


A 
Heyer > iO (117) 
i=1 


umschreiben, wobei die Operatoren Hj) und f; von + unabhangig sind. Die Wahrschein- 
lichkeit fiir die Emission eines y-Quants durch den Kern ist nach allgemeinen Regeln dem 
Quadrat des Matrixelementes von H’ proportional. Unter Benutzung von (116) und (117) 
kann man leicht feststellen, wann die Matrixelemente von H’ verschwinden. Der Operator 
H, ist namlich im Isotopenspinraum ein Skalar. Daher verschwindet das Matrixelement 
von H,, wenn sich der Isotopenspin bei einem Ubergang andert. Ferner verhalt sich der 
zweite Term auf der rechten Seite von (117) bei Drehungen im Isotopenspinraum wie die 
Komponente eines Vektors, weshalb sich die gleichen Auswahlregeln ergeben wie fiir die 
Matrixelemente der Operatoren o;(Komponenten des gewohnlichen Spins). Mithin er- 
halten wir ; 


AT=0,+1 AM,p=0 (118) 


als Auswahlregeln des Isotopenspins fiir die y-Strahlung der Kerne. 

Wir merken an, daB bei Mp = 0 (d. h. bei gleicher Anzahl von Protonen und Neutronen) 
aus (116) das Verbot fiir elektrische Dipoliibergange der Kerne folgt [45, 46]1). Analog er- 
geben sich die Auswahlregeln des Isotopenspins fiir B-Prozesse: 


AT =0,+1 (aufRer 0 > 0) 


Arnel (119) 


. 


_ AuBer den Auswahlregeln fiir den Isotopenspin kann man fiir Kerne mit M7; = 0 analog zu 
_den in § 4 betrachteten Auswahlregein fiir die Ladungsparitat solche fiir die Isotopenpari- 
tat [47] formulieren. Dabei ist zu beachten, daB die Auswahlregeln fiir die Isotopenparitat 
_ im Unterschied zu denen fiir die Ladungsparitat nicht exakt gelten, sondern nur in der oben 
_ angenommenen Naherung (a), (b) und (c) richtig ist. Dasselbe gilt fiir die Auswahlregeln des 
_ Isotopenspins. 
Ks ist recht schwierig, die Giltigkeitsgrenzen dieser Auswahlregeln im allgemeinen Fall 
_ abzuschatzen. Fiir leichte Kerne mit 7’ = 0 vorgenommene Rechnungen [48] (siehe auch 
_ [49]) zeigen jedoch, da die von der Coulomb-Wechselwirkung und der Massendifferenz 
_ zwischen Neutron und Proton stammende Beimischung von Zusténden mit 7’ = 1 ins- 
_ gesamt nur etwa 0,25% ausmacht. 
_ Wenn man durch die Untersuchung des Zerfalles leichter Kerne priift, in welchem Mafe die 
' Konzeption des Isotopenspins den Tatsachen gerecht wird, darf man also wertvolle Auf- 
_schliisse tiber den Grad der Ladungsunabhangigkeit der Kernkrafte erwarten. 
_ Es erhebt sich die Frage, ob die Isotopensymmetrie auch fiir andere bekannte Teilchen exi- 
| stiert, etwa fiir z+- und 2°-Mesonen. Die Einfithrung des Isotopenspins ist mit groBen Schwie- 
a rigkeiten verbunden, wenn man unter der Isotopensymmetrie bestimmte Vertauschungs- 
_Symmetrieeigenschaften der Wellenfunktion verstehen will. Da das z-Meson drei Ladungs- 
zustande besitzt, muB das YouNG-Schema fir die Funktion y aus drei Zeilen bestehen 
(die Variable m; nimmt die drei Werte —1, 0 und +1 an). Ein YounNG-Schema mit mehr als 
zwei Zeilen kann aber nicht mehr durch nur eine Zahl charakterisiert werden’). 
Eben hierin besteht die Schwierigkeit, die bei der Einfiihrung des Isotopenspins auftritt, 
wenn man sich allein auf die Hypothese stiitzt, daB die Wellenfunktion eines 7-Mesonen- 
systems bestimmte Vertauschungs-Symmetrieeigenschaften besitzt. Wir gehen uber diese 
‘Schwierigkeit hinweg und definieren den Isotopenspin fiir alle 7-Mesonen gleich 1 und fassen 
die Wellenfunktionen des a~-, m°- und at-Mesons zu einer dreikomponentigen Funktion 


a 


ie) Eine ausfihrliche Untersuchung der y-Strahlung und des Photozerfalls der Kerne in 

_Zasammenhang mit dem Isotopenspin findet man in der Arbeit [46]. 

2) Bei einem Spin > 1/, kénnen verschiedene YouNncschemata fiir gewohnliche Spin- 
funktionen ein und demselben Gesamtspin des Systems entsprechen. 
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zusammen, die einen dreidimensionalen Vektor im Isotopenraum darstellt. Offensichtlich 
entbehrt eine solche Begriffsbildung jener fiir den Isotopenspin von Nukleonen gegebene} 
physikalischen Definitionen. Noch wesentlich schwieriger ist die Begriffsbildung fiir de} 
Isotopenspin eines Systems aus verschiedenen Teilchen, etwa fiir ein System aus einer 
a-Meson und einem Nukleon. Die Definition des Isotopenspins fiir a-Mesonen lauft au 
die Postulierung bestimmter Symmetrieeigenschaften des Hamilton-Operators fiir d 
Wechselwirkung eines Mesonenfeldes mit Nukleonen und anderen Teilchen hinaus. 

Wir betrachten rein formal die Wellenfunktion eines Nukleons als Spinor und die eing 
a-Mesons als Vektor im Isotopenspinraum. Wenn wir die Invarianz des Hamilton-Operator 
gegen Drehungen in diesem Raum fordern, kénnen wir 


H' = g@* (Ut 14 F, 0) "aed 
schreiben, wobei 
k=+1,0; ty, =% bite, t = 275, 


%) 
Cale), 
(ve (12]] 


Of, = O45 FAO aps Ge = Oey — 1On gs 


Dy = Don + Pou 


bedeuten. ©; ,,@_, und Oo, sind gewisse Tensoren der Typen (42) und (43) fiir positivy 
negative und neutrale Mesonen. Die Matrizen F,, haben dieselbe Bedeutung wie in (40). SH 
werden als hermitesch vorausgesetzt. Der Hamilton-Operator (121) ist ein Skalar ij 


Isotopenraum, da er das Skalarprodukt aus zwei Isotopenvektoren o. und (Utr_4¢F UV) is 
Dieser Hamilton-Operator ist gegen Drehungen der 3-Achse im Isotopenraum um 9 | 
(Vertauschung 2+ 7 2°) und 180° (Vertauschung a+ 7 at und Neutron 7 Proto} 
invariant. Eine charakteristische Besonderheit des Hamilton-Operators (120) beste 
darin, daB er verschiedene Vorzeichen fiir die Kopplungskonstanten des neutralen Meso} 
mit Protonen einerseits und mit Neutronen andererseits zur Folge hat. Es ist namli¢ 


g PY,(Ut mF. U) = 9 Ph {US Fy Vp) — (Pi Pu Pn)} a 


= gp O3 (V5 Fu Py) + GnPu( Pn Fyn Y,); (124 
so daB , 
Gi =n (12) 


folgt. Die Giiltigkeit von (123) kann experimentell etwa durch die Photoerzeugung v 
x°-Mesonen an Deuteronen gepriift werden. Es sind zwei Prozesse méglich: | 


ytdrd+n’, (124) 
und 


ytdr>n+p4+ 7°. (1244 


Rechnungen (vgl. 50) zeigen, daB beide Reaktionen bei Giiltigkeit von (123) einen effektiv} 
Wirkungsquerschnitt von gleicher GroBenordnung besitzen. Wenn man aber entgegen (12) 
Ip = Jn annimmt, ergibt sich fiir den ProzeB (124a) ein wesentlich geringerer Wirkuns 
querschnitt als fiir die Reaktion (124b). Das zur Zeit bekannte experimentelle Mater 
reicht nicht aus, um (123) sicher zu bestitigen (und damit die Richtigkeit des Hamiltd 
Operators (120) eindeutig festzustellen). Mit Sicherheit 148t sich nur sagen, da der Ha a! 
ton-Operator der Wechselwirkung von a*-Mesonen mit Nukleonen gegen eine Drehung 
3-Achse im Isotopenraum um den Winkel 180° invariant sein mu8. Daher mu8 der Ham} 
ton-Operator die Form Sige , 


H' =g > O* (U+ t_y, Fy U) tots gat é (13] 
ke 4 


besitzen. 2 Hi 
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Die Konzeption des Isotopenspins erlaubt es, fiir die Berechnungen der relativen Wahr- 
-scheinlichkeiten gewisser Effekte!) Ergebnisse aus der Darstellungstheorie der dreidimen- 
sionalen Drehgruppe zu verwenden. Die auf diesem Wege erhaltenen Resultate sind nicht 
mit einer Anwendung der Storungstheorie verbunden und von der konkreten Form von 
®, und F,, in dem Hamilton-Operator (120) unabhangig. Daraus ergibt sich die Méglichkeit, 
in einer Reihe von Fallen exakte Folgerungen aus der Hypothese des Isotopenspins zu 
ziehen. Kine genaue Untersuchung dieser Fragen geht jedoch iiber den Rahmen der vor- 
liegenden Arbeit hinaus. 


6. Zusatzliche Auswahlregeln in der Stérungstheorie 


Wenn man die Stérungstheorie fiir die Berechnung der Zerfallswahrscheinlich- 
keiten von Elementarteilchen verwendet, treten zusétzliche Auswahlregeln auf. 
Sie wurden zuerst von FURRY [52] untersucht (siehe [53—56]). Um das Wesen 
dieser Auswahlregeln besser verstehen zu kénnen, beschranken wir uns zunachst 
auf eine physikalisch-anschauliche Darlegung. Die strenge Ableitung der Aus- 
wahlregeln werden wir im Anhang IV geben. 

Wir betrachten den Zerfall eines neutralen Bosons By in N andere neutrale 
Bosonen 6,... By. Wir nehmen an, daB alle an diesem Proze8 beteiligten 
Bosonen unmittelbar mit ein und demselben Feld eines beliebigen spinoriellen 
Teilchens (z. B. eines Nukleons) in Wechselwirkung stehen. Dann stellt der 
ZerfallsprozeB in der niedrigsten Ordnung der Storungstheorie eine Kette 
virtueller Ubergainge z. B. des folgenden Typs dar: Erzeugung eines Nukleon- 
Antinukleon-Paares durch ein Boson B,, aufeinanderfolgende Erzeugung 
der Bosonen B,... By _, durch das Nukleon, Zerstrahlung von Nukleon und 
Antinuklecn unter Bildung des Bosons By. Das Matrixelement fiir diesen Uber- 
gangstyp kann in der Form 


M yin = 9 9D > 2.90? M (126) 


geschrieben werden, wobei g, g,...,g%? die Kopplungskonstanten fir 
Bosonen mit dem Nukleonenfeld sind. Da die Theorie beztiglich Nukleonen und 
Antinukleonen symmetrisch ist (am Endzustand andert sich nichts), erhalten 
wir dasselbe Matrixelement, wenn wir die Nukleonen und Antinukleonen ver- 
tauschen. Wenn wir dieses Matrixelement mit M,y, bezeichnen, konnen wir 


Man, = 9% g++ gM (127) 
schreiben (g®’, g®’, ..., g%’ sind die Kopplungskonstanten fiir Bosonen 
mit Antinukleonen). Da 

Mant = Myuxi (128) 
gilt, folgt ‘ 
gO g®” 2 gM = gM gD |. gi), (129) 


wenn nur M in (126) und (127) nicht verschwindet. Unter Verwendung der 
Tabelle II und der Resultate aus § 4 kann man leicht zeigen, daB die Kopplungs- 
konstante fiir Bosonen mit Nukleonen im Falle vektorieller und tensorieller 


1) Beispiele: Die Reaktionen (124a) und (124b), die Prozesse p + p>p-+n-+ a7 und 
ptp=-> p+ p + 2°, verschiedene Zerfallsarten der geladenen V*-Teilchen (siehe [5/]) 
Mi. 2. 1. 
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Kopplung ihr Vorzeichen dndert, wenn man zu Antinukleonen uberge 
(das ist insbesondere ftir vektorielle Kopplung, klar, weil diese bei der Wechseé 
wirkung geladener Teilchen mit dem elektromagnetischen Feld vorliegt) : 


, 


Iv=—9y Ir = —Jr-. (138 


Die Gleichung (129) ist nicht erfillt, wenn eine ungerade Zahl der am. Prozé 
beteiligten Bosonen in vektorieller oder tensorieller Wechselwirkung mit dé 
Nukleonen steht. Dann ist fiir die Giltigkeit von (128) M = May, = Myx = 
notwendig. Mit anderen Worten: Bei einer ungeraden Anzahl von Bosonen n 
vektorieller oder tensorieller Kopplung ist ein ProzeB in der betrachtete 
Ordnung der Stérungstheorie verboten. Indessen ist dieses Verbot nicht strer 
giltig, da es méglich ist, daB es in einer héheren Ordnung der Stérungstheor 
nicht zutrifft. Wir wollen nun feststellen, fiir welche Ketten virtueller Ubergan 
dieses Verbot nicht gilt. Dazu ist es | 


bequem, dieseKetten durch Diagramme me B 
darzustellen (siehe [57 —59]). Das dem Cy ----t--+ 
Matrixelement (126) entsprechende 
So 
I 
GW 
a) Se es 
ya mw” 
be a lof 2 Iv 
Fie as on a 
Ip a 
Yv Gy 8, 
8 eee 
a a re 
Go 8, DEH. s 
In ~~ he ve 
> B 
By~ See ee ge 
Le b/ ey 
Bild 3. Zerfall eines Bosons in N Bo- Bild 4. Zerfall in zwei Bosonen: 
sonen tiber ein Zwischen- (a)verschwindendes Matrixelement, 
Nukleonenfeld (b) von Null verschiedenes Matrixelement 


Diagramm hat die Form eines Ringes (siehe Bild 3). Die punktierten Linid 
stellen in gewissem Sinne die Weltlinien der Bosonen dar, waihrend die a 
gezogene Linie die Weltlinie des Nukleons andeutet. Ein Antinukleon kann m: 
sich als Nukleon vorstellen, das sich , zeitlich riickwarts bewegt. Jedem Knoté| 
des Diagramms (Kreuzung von Nukleonen- und Bosonenlinien) ist eine Ko) 
stante g® zugeordnet. Kin Knoten hei8t ungerade, wenn ihm eine der Konsta | 
ten (130) zugeordnet ist. Die oben erhaltene Auswahlregel fiir den Zerfall ein 

neutralen Bosons By in neutrale Bosonen B, B,,..., By kann nun folgende 
mafen formuliert werden: Matrixelemente mit einem geschlossenen Nukleone 

ring und mit einer ungeraden Zahl ungerader Knoten verschwinden. Die Di: 
gramme (siehe Bild 4a), die sich von Bild 3 durch innere virtuelle Bosonenlini«| 
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verschiedenes Matrixelement fiir diesen ProzeB!), jedoch in hdherer Ordnung 
der Stérungstheorie. (Diagramm 4b entspricht folgender Kette virtueller 
Prozesse : Absorption von B, und Erzeugung eines Nukleon-Antinukleon-Paares, 
Erzeugung der Bosonen B, und B’ durch das Nukleon, Zerstrahlung von Proton 
und Antiproton unter Erzeugung eines Bosons B,; Absorption des sich als 
virtuell erweisenden Bosons B’ durch B,.) 


Bei den oben entwickelten Uberlegungen ist die Symmetrie im Isotopenspinraum unberiick- 
sichtigt geblieben. Wenn man annimmt, daB diese Symmetrie existiert, dann ist es be- 
quem, die beiden folgenden Falle getrennt zu untersuchen: 

(a) Alle am ProzeB beteiligten Bosonen sind neutral (dieser Fall wurde ohne Beriicksichti- 
gung der Isotopensymmetrie auch oben betrachtet). 

(b) Unter den am Proze beteiligten Bosonen befinden sich auch geladene Bosonen. 
Zunachst untersuchen wir den Fall (a). Wenn wir beriicksichtigen, daB neutrale Bosonen 
sowohl durch Protonen als auch durch Neutronen erzeugt und vernichtet werden kénnen, 
miissen wir fiir die Matrixelemente einer beliebigen Kette virtueller Prozesse 


Myuri = My + My, (131) 


schreiben. M, und MM, sind durch die Gleichung (126) gegeben, wobei man unter g, . . ., g() 
die Kopplungskonstanten fiir Bosonen mit Protonen bzw. Neutronen zu verstehen hat. 
Aus (131) gewinnen wir sofort ein neues Resultat, wenn wir annehmen, da die Wechsel- 
wirkung einiger Bosonen durch den Hamilton-Operator (120) beschrieben wird, wahrend 
fiir die restlichen Bosonen gp = gy gilt. Fiir eine ungerade Anzahl von Bosonen des Typs 
(120), fiir die gp = —g» ist, verschwindet das Matrixelement (131) (wegen der Isotopen- 
symmetrie unterscheiden sich My, und My, nur durch die Konstanten Gp. und g). Fiir 
den Fall (a) erhalten wir also folgende Auswahlregeln: Das Matrixelement verschwindet, 
wenn ein geschlossener Nukleonenring eine ungerade Zahl ungerader Knoten oder eine 
ungerade Zahl auBerer Bosonenlinien des Typs (120) aufweist. 

Wir wenden uns nun der Betrachtung des Falles (b) zu. Wir nehmen an, das Boson B, sei 
negativ geladen. By soll in ein geladenes Boson B; und die neutralen Bosonen By, B;, ..., By 
zerfallen. Dann kann man den ersten virtuellen Ubergang folgendermaBen darstellen: Ein 
Proton in einem Zustand negativer Energie absorbiert ein Boson By und verwandelt sich 
dabei in ein Neutron mit positiver Energie (das in Zustanden negativer Energie zuriick- 
bleibende ,,Loch‘‘ bedeutet ein Antiproton). Dann kann sich das Neutron unter Emission 
von B87; in ein Proton umwandeln, und danach erzeugt das Proton die Bosonen By, ..., By, 
wobei eines dieser neutralen Teilchen bei der Zerstrahlung von Proton und Antiproton ge- 
bildet wird (d. h. bei der Riickkehr des Protons in den Anfangszustand negativer Energie). 
Wir weisen hier darauf hin, da& das Matrixelement fiir den Ubergang in dem betrach- 
teten Fall nicht invariant beziiglich der Ladungskonjugation fiir das Nukleonenfeld ist, da das 
,Antiprotonenvakuum‘‘ in der hier betrachteten Variante der Theorie (der Isotopenspin 
des Nukleons betragt 1/,) kein negativ geladenes Teilchen absorbieren kann?). In unserem 
Falle mu8B die Ladungskonjugation mit der Vertauschung Proton 7 Neutron kombiniert 
werden. = xe 

Wenn wir die entsprechenden Matrixelemente mit M, und M, bezeichnen (Mp ist das 
Matrixelement, das aus M, durch die beiden angefiihrten Transformationen hervorgeht), 
kénnen wir fiir jedes von ihnen die Gleichung (126) anschreiben. Wegen der Ladungs- und 
Isotopensymmetrie kénnen wir 


Mp = My (132) 


1) Anm. d. dtsch. Red.: Man beachte, da dieses Diagramm nur moéglich ist, wenn eine 
direkte Wechselwirkung der Bosonen untereinander (ohne Vermittlung des Nukleonenfeldes) 


angenommen wird. 
2) Wenn das méglich ware, wiirde das Nukleon in den virtuellen Ubergangen mit doppelter 


Elementarladung erscheinen, d. h. e| mz | = 3/2, t = 3/2. 
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fordern. Durch Vergleich von (126) mit (132) folgt sofort Mp = My = 0, wenn folgende 
ilt: 
(1) Ein geschlossener Nukleonenring enthalt eine ungerade Zahl auferer Linien neutral 
Bosonen vom Typ (120) sowie eine gerade Zahl ungerader Knoten. 
(2) Ein geschlossener Nukleonenring enthalt eine gerade Zahl auBerer Linien neutral 
Bosonen vom Typ (120) sowie eine ungerade Zahl ungerader Knoten. 
Mit anderen Worten: Wenn man die Zahl der am ProzeB beteiligten neutralen Bosonen vo} 
Typ (120) mit N(z,) und die Zahl der Knoten mit vektorieller bzw. tensorieller Kopplun 
mit Ny) bzw. Nir) bezeichnet, dann ist in der betrachteten Ordnung der Stérungstheor 
ein ProzeB8 verboten, fiir den die Summe Niz,) + Nv) + Nr) fiir den Nukleonenring ut 
gerade ist. Diese Auswahlregel gilt selbstverstaindlich nicht nur fiir den von uns untes 
suchten ZerfallsprozeB Bj > By + B, +--+ + By, sondern allgemein fiir alle Prozesse, 44 
denen geladene Bosonen beteiligt sind. 


Tabelle 5 

Beteiligung N(t3) + M(v) + N(T) N(t) oder N(V) + N(7) 
poles ner ovcnels gerade ungerade gerade ungerade | 

ohne _— - erlaubt verboten | 

1 ' 

mit erlaubt ie verboten “= = | 

| 

B RB fi N(t3): Zahl der neutralen Mesonen der Art (124 
a a N(V): Zahl der Knoten mit vektorieller Kopplu 
Ip Iv N(T): Zahl der Knoten mit tensorieller Kopplu 

a) | 

Rony be et Die in diesem Paragraphen gefundenen Auswa i 

Ip pe see regeln sind in der Tabelle 5 zusammengestellt }} 

Ree ee | 

b) 6°°~~~. Die in der Tabelle 5 enthaltenen Auswahlrege 

kénnen zu einer Untersuchung der Frage Va 

wendung finden, in welchem Grade der Zerfé 

4 nr a Re eines neutralen Bosons durch ein Zwischaf 
op =< J = = Nukleonenfeld in ein Teilchenpaar mit ha 

AGE 8 ‘a zahligem Spin verboten ist. Das einem solchj 


Zerfallsproze8 entsprechende Diagramm ist || 

Bild 5. Zerfall eines neutralen Bosons in ein Bild 5 dargesteilt. Wenn das Boson By z. B. é€ 
Paar von Teilchen mit halbzahligem = >°.Meson und das Boson B’ ein Photon ist, da} 
Spin (/+,/7): (a) Der Zerfall in das B ze ‘ < : 
Paar {+,/~ ist verboten. (b) Der Zer- i8t der Zerfall in ein Elektronen-Positron¢ 
fall in das Paarft, f~ und ein Boson B ~—- Paar in der in dem Diagramm 5a gezeigten O 
ist erlaubt. (c) Das Verbot fiir den nung der Stérungstheorie verboten. Bei dem Ubp 
Zerfall in ein Paar ft,/~ ist in einer . i . ‘ 
héheren Ordnung der Stdrungstheorie 888 ZU einer héheren Ordnung ist dieses Verk 
aufgehoben jedoch nicht mehr giiltig (siehe Bild 5b, 5c). 


1) In Verbindung mit den in der Tabelle 5 zusammengestellten Auswahlregeln muB ' 
festgestellt werden, daB der Autor der Arbeit [60] infolge Rechenfehler ein falsches Resull 
erhielt. A iy 
Wenn man jedoch an Stelle der in dem zitierten Artikel betrachteten, meutralen Meson 
mit skalarer Kopplung z. B. skalare Mesonen mit vektorieller Kopplung nimmt, dann kaj 
man die in der Tabelle 5 aufgezihlten Verbote vermeiden. | 

i] 


‘ 
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Anhang I 


Uber die Wellenfunktionen von Zustiinden mit gegebenem Drehimpuils 


Wie in §3 angedeutet wurde, ist die relativistische Wellenfunktion beztiglich 
der Gruppe der dreidimensionalen Drehungen reduzibel. Zur Ermittlung der Zahl 
der méglichen Zustande des Gesamtdrehimpulsées geniigt es jedoch, alle Méglich- 
keiten fiir denjenigen irreduziblen Teil der Wellenfunktion zu betrachten, der 
die gré8te Zahl von Komponenten hat (2o + 1, wenn o der Spin des Teilchens 
ist). Wenden wir uns zuerst den Zustanden der Teilchen mit ganzzahligem Spin 
zu. Aus der Darstellungstheorie der Gruppe der dreidimensionalen Drehungen 
und Spiegelungen folgt, daB die irreduzible Darstellung Dp. mit welcher der 
Hauptteil der Wellenfunktion des Zustandes mit dem Gesamtdrehimpuls j und 
der raumlichen Paritat € = (—1)/é’ gebildet ist, in einem direkten Produkt der 
irreduziblen Darstellungen Dj und D® enthalten ist, wobei €’ = (—1)*¢ (¢-innere 
Paritat des Teilchens) gilt, und J eine ganze Zahl ist. Nach dem Theorem von 
Clebsch-Gordan erhalt man 


Er ta =r —)kt’ =—1)re" 
Bee, =O. eye Dg ene Dy, (La) 


wobei 
fl (<= [<< Alp sie Ez | ia 
t=26 J0=<k — co ‘fir tea (ER) 
gilt. Indem wir / und k so wahlen, daB 
L+o—k=j (Ic) 


ist, erhalten wir (51). Die réumliche Paritat der auf die Darstellung Dee 
transformierten Funktion wird 


BSS lyre aye. (Id) 


Auf diese Weise ist bei gegebenen C, & klar, ob / eine gerade oder ungerade Zahl 
ist. 

Ist der Spin halbzahlig, so tragt der Paritatsbegriff relativen Charakter. Darum 
ist (Ia) durch die Formel 


Dee Dee Dict ened Peek ae om Di? ee ele) 


zu ersetzen, wobei (—)* bei den Symbolen D die relative réumliche Paritaét der 
Funktionen andeuten soll, die sich nach den Darstellungen D,,, und Dji¢-, 
der Drehgruppe transformieren. 
Man mu8 anmerken, daB bei Konstruktion der relativistischen Wellenfunktion 
aus den beziiglich der réumlichen Drehungen und Spiegelungen irreduziblen 
Teilen die inneren Paritaten dieser irreduziblen Teile verschieden sein kénnen. 
In diesem Falle mu8 man z. B. statt (Ie) die direkten Produkte Die Do 
i, x Dex Dy bs De usw. betrachten, wobei ¢’ und 2” die relativen inneren 
Paritaten der zu 2060 + 1,20 +1, 20’ +1 usw. gehérenden Spinoren sind, 
welche in die relativistische Wellenfunktion eingehen. 
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Betrachten wir den wichtigen Fall o = 1/2 etwas ausfiihrlicher. Die relativist 
sche Wellenfunktion W ist 4-komponentig und reduzibel beziiglich der se 
dimensionalen Drehgruppe. Sie zerfallt in 2 zweikomponentige Spinoren p und} 


v = ' , die sich durch die irreduzible Darstellung D; dieser Gruppe tran 
Me 


formieren. Es ist bekannt (siehe z. B. [2, 12]), daB bei einer bestimmten Ai 
von Matrizen hy (oder h,’), wie sie in §2 betrachtet wurden, der Matrix 
(oder 7”), die der Inversion der raéumlichen Achsen entspricht, die Form 


OT 
a) 


gegeben werden kann, wobei7t eine 2-reihige Matrix ist. So ergeben sich bj 
Inversion der raumlichen Achsen die Transformationen y—>tgp, p >T 
Geht man zu einer neuen aquivalenten Darstellung tiber und setzt 


Y Ly fy ate Lee 
— P ==! P= A A tc 
Fale |t a esl lI 


1 : 1 
Wo oy (WY, + Y11) oD (PY; — Yi), 


a et a 


so erhalt man fiir die Transformation der Spinoren Y; und ¥;; bei Inversion d 
raumlichen Achsen: | 


Yi=tep+typ =tYy Ya = ty —tp = —t Vy. ( 


Aus Gleichung (If) folgt, da8 die Diracsche Wellenfunktion nicht nur beziiglit 
der dreidimensionalen Drehgruppe, sondern auch beziiglich raumlicher Spieg, 
lungen reduzibel ist, wobei die Spinoren Y; und Y;; verschiedene innere Parit 
haben. Wenn bei Drehungen und Spiegelungen Y; (oder W7;) sich durch q 
Darstellung Dj, die in dem direkten Produkt Dj_1);, x D:;, enthalten i 
transformiert, dann transformiert sich W;; (oder Y;) durch die Darstellui} 
De die in das direkte Produkt Dj +1), x Di, = Diei + Da eingeht, wok} 
f die relative innere Paritat von Y; und ¥,; ist. Da € = — 1 ist, transformier}f 
sich beide Spinoren durch dieselbe Darstellung Dj. | 


Anhang II 


Zerfall eines Bosons mit dem Spin 0 


Zu Beginn beweisen wir die Giltigkeit der Auswahlregel (62). Bei allen Zerfal 
arten in 2 Teilchen muB sich die Wellenfunktion des zerfallenden Teilchens 

dreidimensionalen Drehungen und Spiegelungen durch die irreduzible Darst# 
lung De transformieren, die in dem direkten Produkt Dj x DE x D? e} 
halten ist, wobei J der Bahndrehimpuls der Relativbewegung der Zerfal} 
produkte ist. o, o,, 0, sind die Spins der am Prozef8 beteiligten Teilchen, ¢’,\} 
C5 sind die im Anhang I eingefiihrten GréBen. In unserem*Falle*gilt .. | 


o=0,=0, o, = 1, Co =, Co =e, a a 
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Indem man das direkte Produkt D/ x D;>* nach Formel (Ia) entwickelt, sieht 
man, daB wegen o = 0 / = 1 werden muB. 
Darum gilt 


Di x Dr = Dt * Dr = D>* a Do + Dost 
Dt x D> x Ds: = D> ees + Dots + D5 %*. 
Der Zerfall ist stets erlaubt, wenn 


D: —= Dy Ss 


a = —Cr69 


oder 


ist, wie auch gefordert wurde. 

Beim Zerfall eines Bosons mit dem Spin 0 in drei Bosonen mit den Spins 0 gilt 
die Auswahlregel (76). Um uns davon zu tiberzeugen, zerlegen wir das direkte 
Produkt 


Di xX Dj, x Do x D& x Ds = Di x Di x Ditets 
in irreduzible Teile (/,, 1, sind die Bahndrehimpulse der Teilchen 1 und 2 beziig- 
lich des 3. Teilchens). Wegen der Erhaltung des Drehimpulses muB gelten: 
eae — ah 
Nach Anhang I ist 
D} x Di = Dt, } ++. 4 Ds 
Darum gilt 
Di x Dt x Dies = Des eee Datsbs, 
Da die Wellenfunktion des zerfallenden Teilchens sich durch die irreduzible 
Darstellung Dé transformiert, erhalten wir als Bedingung fiir die Méglichkeit 


eines Zerfalls 
Dt —— D* fats, 


woraus dann (76) folgt. 


Anhang III 


Transformationseigenschaften der Wellenfunktion eines Systems aus 2 Spinor- 
teilchen mit verschwindenden Bahndrehimpulsen 


Wie im Anhang I gezeigt wurde, kann die relativistische Wellenfunktion eines 
Teilchens mit dem Spin 1/2 in 2 beziiglich raumlicher Drehungen und Spiege- 
lungen irreduzible 2-komponentige Spinoren zerlegt werden, die sich nach der 
Darstellung Dj transformieren. Darum transformiert sich die Wellenfunktion 
eines Systems aus 2 Teilchen mit der gleichen relativen inneren Paritat bei 
festem Drehimpuls nach einer der Darstellungen, die in dem direkten Produkt 
Dj} x Dj, enthalten sind. Haben wir j, = j, = 1/2, und gehért das betrachtete 
Teilchen zum Typ 7’, 7, oder 7, 7; (s. Tabelle 1), so gilt: 


Di, x Di; = Di + Dj. 
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Man erhalt also bei verschwindendem Bahndrehimpuls und dem Gesamtdre ! 
impuls J = 1, wenn man die Bezeichnungen aus Anhang I benutzt: 


f= (-1f§=—-§=-0=1 


C= —l, 


d. h. die Wellenfunktion ist ein Vektor. Ist der Gesamtdrehimpuls des Syster 
gleich 0, so transformiert sich die Wellenfunktion nach (IIIa) durch die Da 
stellung Dj und ist folglich ein Pseudoskalar. 
Gehéren die spinoriellen Teilchen zum Typ 7’ 7) oder T’T), so ist die Zey 
legung des Produkts Dij, x Dif von der Form 


Di Dif, = Dy ++ Dj. 
In diesem Fall erhalt man bei J = 1 einen Pseudovektor und bei J = 0 eing 
Skalar. | 


oder 


qi 


Anhang IV 


Die Furryschen Auswahlregeln 


Das Ubergangsmatrixelement fiir ein Diagramm, wie es in Bild 3 dargestel 
ist, kann in der Form!) M = M,+ M, 
M, = [ Spur {Q)K (0, N) Qu -+-QK(1, 0)} dp 
M, = | Spur {K(0, 1) Q- - - QvK(N, 0) Qy} d’p (IV; 


geschrieben werden. 
Die beiden Summanden in den Gleichungen (IVa) erhalt man in Zusammenhay} 


operator (120) eingehen, wobei fiir unsere SchluBfolgerungen nur jener Teil vi 
ihm wesentlich ist, der aus dem Produkt der Matrizen t und F besteht, so dif 
wir im folgenden schreiben kénnen : | 


Q=x'f “Ay, fen, =0+ 1). (IV) 


Zur Abkiirzung lassen wir den unteren Index der Matrizen fort [vgl. mit (12 
Mit den Symbolen K (J, m) werden die Matrizen 


K (1, 0) = (p + m) (p?— m?*)-1... K(N, 0) = (py + m) (py — m?)-}, |] 
K(0, 1) = (— p + m) (p? — m?)-1... K(0, N) = (— py + m) (py — m*) 4 
i= bp — hy, Pier = i — Kiss D = 1Ya Dus k; = iyake (IW 


bezeichnet, wobei k, der vierdimensionale Impuls des j-ten Bosons ist. 


\ 
es .% 


1) In IVa sind alle fiir die hier zu ziehenden Schliisse unwesentlichen Konstanten weg 
lassen. 
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Wir vergleichen jetzt M, und M,. Beachten wir, daB t‘ mit allen fund K(1, m) 
kommutiert, so kénnen wir enelew 


M, = a | Spur { pK (0 . PK (1, 0)} dtp 

Me =a, i) Spur {K(0,1)f'... K(N, 0) f°} dt p (IVd) 
wobei 

@ = Spur (v°7" 7c!) a’ = Spur (ct? ».. 109) (IVe) 
ist. 


Wenn keine geladenen Bosonen am ProzeB beteiligt sind, enthalten die Operato- 
‘ren unter dem Spurzeichen in (IVe) nur die Matrizen t, = 213. Ist ihre Zahl 
ungerade, so gilt a = a = 0. Wenn also 


N(r+)=0 N(ts)=2n +1 (IVf£) 


gilt, erhalten wir hiernach 
Mia 0 (IVg) 


Nehmen wir nun an, daB N (v1) + 0 ist. Dann ergibt sich, wie man leicht nach- 
prift, 
a’ = (—1)*@®)a, (IVh) 


Wegen Spur A = Spur A kénnen wir schreiben 
Spur {K(0,1)f'... K(N, 0) f°} = Spur {/°K(N, 0)... f1 K(0, 1)}. (IVi) 
Indem wir IVc, Tabelle II und Gleichung (83) aus § 4 heranziehen, finden wir 
ype Oy Oi RO yO; 
faye lain! Yee Vives 


r 
— 


f=HYe~>. Vea = — Vs! 7s» (IVk) 
f= Cfo, 
K (1, m) = CK(I, m) C>} 
Durch Einsetzen von (IVk) in (IVi) erhalt man 
Spur {K (0,1) ft... K(N,0)f} = 
= Spur {Of C10 K(0, N) 6-1... CPO K(1, 0) C3. (IV1) 
Beachten wir, daB stets Spur SAS"! = Spur A ist, so folgt: 
M, = [ Spur{f? K(0,N)...f K(1, 0)} dtp (IVm) 


(IVb) und Tabelle Ii liefert 
f=—f (IVn) 
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fiir vektorielle und tensorielle Wechselwirkung und 
f= (IVa 


fiir skalare, pseudoskalare und pseudovektorielle Kopplungen. 
Unter Benutzung von (IVh) und (IVm) — (IVo) kénnen wir schreiben 


M, = (— 1)" +N +7). M, 


wie oben angenommen wurde. 
Ist N(t4,) =0 und M(t;) = 2n, so erhalt man mit Hilfe von (IVm)—(IVq 


M, = (—1)" 4M. M, 


in Ubereinstimmung mit Tabelle V. 


Ubersetzt von J. Burmeister und K. Levi 
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Introduction 


In quantum field theory we can define certain unitary or antiunitary symmetry 
operators in the HILBERT space of physical states. The subjects of discussion in 
this article are the three discrete symmetry operations of space reflection P, 
time reflection 7' and charge conjugation or more precisely particle-antiparticle 
conjugation C. 

The physical meaning of these operators is the following: Space reflection P: 
The state of particles with space coordinates r; with momenta p; and (for spins 
different from zero) with spin directions o; is transformed into the state of the 
same particles at —1r; with momenta —p,; and unchanged spin directions gj. 
— Time reflection 7’: The state of particles at r; with momenta p; and spin 
directions o; is transformed into the state of the same particles at 7; too, but with 
reversed momenta —p,; and reversed spins —o;. Furthermore the direction of 
time is reversed, that means, incoming particles are transformed into outgoing 
particles and vice versa. — Charge conjugation: The particles at 7;, p;, 0; are 
transformed into the corresponding antiparticles without changing space coordi- 
nates, momenta and spins. 


- Precise definitions and discussions of the symmetry operators and products of 


them are presented for free fields in chapter I. 

The postulate of invariance of quantum field theory under one of these opera- 
tions always implies certain restrictions in the Hamiltonian of the interaction. 
However it is an important fact that the invariance under the product 7'CP 
generally is guaranteed without any restrictions in the coupling constants. 


The TCP theorem says (we give an preliminary version at this place): A local 


quantum field theory, which is invariant under LORENTZ-rotations and which 


1) The chaptersI andIIare by G. GRAWERT and H. Rotinik; chapter IILis by G. LUDERs. 
2) Present address: Inst. f. Theor. Physik der Univ. Gottingen. 
3) On leave of absence from Freie Universitat Berlin. 
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includes the usual causal commutativity resp. anticommutativity of the field) 
operators, is always invariant under the product operation TCP. 
A detailed discussion of this theorem and its different versions is the subject of: 
chapter II. | 
Physically the TCP theorem means for instance that the transition probabilities) 
are equal for the following two processes: 1. particles at 7; with p,, o; react to) 
give particles at rj with pj, oj. — 2. the corresponding antiparticles at —1;} 
with p/, —o; react to give antiparticles at — 7; with p,, — 0;. 
The general result, which is formulated in the theorem, was already discovered | 
some time ago, when the invariance of quantum field theory under the three: 
operations separately was unquestioned. 
Two examples first showed that in a theory with LORENTZ- and P-invariance: 
the postulate of 7'-invariance on the one hand and that of C-invariance on the: 
other hand implied exactly the same restrictions in the interaction Hamiltonian., 
BIEDENHARN and ROSE [/] as well as TOLHOEK and DE GROOT [2] examined! 
the (at that time) most general expression for the interaction between four4 
spinor fields | 


| 


Aint = 3 9 Yay A%Pe) Yes) MPU): 


(2 runs over the well known invariants S, V, 7, A, P). 
7’ -invariance as well as C-invariance implies that all the five coupling constants g; 
have the same phase factor. By analogous arguments it was, shown (LUDERS,} 
OEHME, THIRRING [3]; Pats, Jost [4]; LUDERs [4]) that, postulating 7'-invari-] 
ance or resp. C-invariance, we are forbidden to couple a neutral scalar (or pseudo-4 
vector) boson field to a Dirac field simultaneously with and without derivatives. 


Because of these results LUDERS [5, 6] conjectured and proved, that ever 
P-invariant relativistic quantum field theory automatically is invariant under} 
the product C7’. PAULI [7] generalized this result by abandoning P-invariance4 


, 


in the premises. Only postulating invariance under proper LORENTZ-transfor-} 


mations he proved the invariance under 7'C'P. An analogous proof is contained { 
in an article of BELL [8]. PAULI’s proof only discussed the algebra of operators4 
and made use of an inversion of the order of field operators, an operation whichj 
is difficult to represent by an operator in HILBERT space. By adding a Hermitea 1 
conjugation to PAULI’s proof, one shows the invariance of the theory under a | 
antiunitary operator 7'CP in HILBERT space (LUDERS [6; 9]). JosT [10] finally} 
gave a very satisfactory proof of the theorem for that version of quantum 
field theory, which starts with the vacuum expectation values of operator pro-+} 
ducts. (Implicitly contained but not explicitly stated was the theorem in some 
articles of SCHWINGER [11].) 
Originally the 7'CP theorem had been of rather academic interest only. The} 


discovery of parity violation in weak interactions attached more importance tal 


it. In Chapter ITI some of the consequences of the theorem are discussed. First] | 


is shown that the 7'CP transformation can be used to prove the occurrence off 
particles and antiparticles in quantized relativistic field theories provided tha i 
there exists some generalized charge. As a matter of fact, even if C invariance} 


or CP invariance are postulated the assumption of the existence of generalized| 


' 
charge is indispensable for the proof of the occurrence of “dressed” particles) 
and antiparticles. Secondly the role is discussed which the TCP. theorem plays} 
in connection with the empirical analysis of the various symmetry properties}] 
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On the one hand, if parity is not conserved at least one of the two other symmetry 
properties (7’, C) has to be violated too. On the other hand, the TCP theorem 
can be used to perform, under certain additional assumptions, indirect tests of 
C invariance (by actually testing 7'P instead). 


CHAPTER I 
The Discrete Symmetry-Operations 


Let us start with a quantum field theory, which is invariant under ‘proper (inho- 
mogeneous) LORENTZ-transformations &, and let us ask for additional symmetry 
properties, which may hold in the theory. 

To have a clear-cut answer one evidently must state all the physical assumptions 
being fulfilled by the fields in question besides the transformation properties. 
Some rather weak assumption, which allows to derive an additional symmetry, 
is stated in the 7’CP theorem. But for a mathematical formulation of the opera- 
tions C’, P and T' separately it is convenient to make the most stringent assump- 
tion concerning our field theory: we consider only free particles i.e. linear 
field equations. 

At first sight one would formulate our task as follows: We have to construct all 
symmetry operations U, unitary or antiunitary [12], which transform the field 
operators ¢,(x) (r labels the independent components of the field) into ;(z’), 
the space-time coordinates x’ of which being transformed by one of the four 
discrete LORENTZ-transformations. 

Identity H (x; = x,), Space reflection P (aj = — xy, v7 = %,4}). 

Time reversal 7 (aj = 2, 2, = — 2,), Inversion (x, = — 2,). 

But we shall show at once that in such a way we are lead to a much bigger class 
of symmetry operations than is usually considered. Having in mind the appli- 
cation of the operations to interacting fields we must restrict ourselves from 
the beginning to local symmetry-operations, i.e. ;(x’) must be con- 
nected with y,(z) by a linear transformation of the form 


Q(x’) = 2 Ay’ Pr (x) . (1) 


Thus linear integral transformations are excluded. In the ‘‘normal’’ case of a 
field with non-vanishing mass the additional supposition of locality exactly 
leads to the symmetry group generated by charge conjugation, space reflection 
and time-reversal. For vanishing mass one gets the socalled PAULI-PURSEY 
group in addition. We shall restrict our calculations to typical examples, the 
complex scalar field and the Dirac spinor field. 


1. Space-Time fixed: Charge Conjugation 
a) Scalar-field 


We consider a field g (x) which is invariant under proper LORENTZ-transfor- 
mations. In general g (a) is a non Hermitean operator, which obeys the equations 


(O —p*)p(2) = 0, [p"(%), p(%2)] = tA (a, — 2). (2) 


1) Latin indices run over 1 through 3, Greek ones over 1 through 4. 
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The operator U, transforming g(x) into y’(x), has to commute with energy- 
momentum. Consequently the vacuum is invariant under U (up to a phase,| 
which is set equal to one). Further U must act on the basis vectors of the one} 
particle HILBERT space in the following way 


Py (kb) = U P(t) = Sto Polk), 3 = +. (3 


o distinguishes the two particles, es are described by the non Hermitean (x) 
Because of the unitary or antiunitary character of U the matrix a,,, must be} 
unitary (cf. App. 1). From (3) we derive for the creation operators | 
1 
| 


oe pas Aco’ s Ag! (k) — Ua; (k) Us; (3’) 


Specifying «,,, in some way, the operator U is defined uniquely for the basis} 
vectors only. It becomes a unitary operator in whole HILBERT space, if we 
assume U to be linear; U becomes antiunitary, if it is antilinear. Passing from (3) 
to the coordinate representation this difference will be quite apparent, Using | 


1 OE ; a Oa ss 
PS ae Vai," +(e) e*® + at(k) e**?] = p (x) + go (x) oy 


we get | 
Q(x) = U(x) Ut = at, p™ (x) + a__g® (2) + a." + af _ pO? (a), (5)| 
if the operator U is linear. (Here we have introduced the positive and negative 
frequency part of y(x) according to (4)). If U is antilinear we have instead of (5): 

G(x) = 0h, PO (—2) + 0 __ gO (—a) + a_, yp! (—x) +a}_ gO? (—2). 


Consequently antiunitary operations always contain a time reversal, which will] 
be discussed later on. 

Coming back to (5) we observe that y’(x) in general is connected with y (2) by an 
integral transformation. U only becomes a local transformation, if we require 


Ose Se Oy) O,- = O1, == Oy. (3 a)} 


Because of the unitary we furthermore have 


|ay|? + |o|2 = 1, O, Oe = 0. (3b)} 
This equation forbids the multiplication of all the one particle states by the same} 
phasefactor (for this would mean a,, = a__=e'*, a, =a_,= 0). 


Summing up we can state: All local symmetry operations which do not change) 
space time are unitary and they are given either by 


y'(e) = ny(x) = Ey(a) BE, (5a}} 
or alternatively by | 
9 (2) = nop" (x) = Cy(a) C'. (6b) 


y and 7, are arbitrary phasefactors. The group (5a), which is connected conti! 


nuously with the identity, defines by its infinitesimal generator a generalized] 
charge Q!) 


Q= tf (GuP—P' gn) dom wn 


1) Here we use the abbreviation y,, for the derivatives of the field. 
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with the property 
[Q, p(x)] = v(x). 


The unitary operator Z is equal to e*@ with n = e. The operator C defined 
by (5b) anticommutes with Q. 


CQ=-QC. 


It is called charge conjugation [13]. It transforms eigenstates of Q into eigenstates 
with the opposite eigenvalue. 

We add some supplementary remarks. C may be expressed by Q and the ope- 
rators Q and NV 


Q=/ @Pk(ata_+ata,), N=|@k(ata,+ata), 


in the following way 


. seem ; 
ae ee oe gia Q | 


This is possible since C is connected continuously with the identity by the (in 
general nonlocal) transformations (3’). The observables @ and Q obviously don’t 
commute, but NV commutes with Q and Q. As far as one considers bare particles 


one can easily prepare the eigenstates of Q as well as those of Q. In nature there 
are only eigenstates of Q in the normal case, i.e. among the ‘‘old”’ particles. 


For the K°-mesons exclusively one can prepare physical eigenstates of Q. 

On the whole one must distinguish three possible cases: - 
a) v(x) describes a dublett of neutral particles (e.g. the K°-mesons) Q as well as Q 
have physical significance. Producing K°-mesons by collision of particles with 
strangeness zero, eigenstates of Q are created. In decaying these states are trans- 
formed into the eigenstates K, and K, of Q. 

b) The field g(x) is charged (e. g.a+-mesons). The physical particle states are 
characterized by momentum, angular momentum and charge. The charge is 
defined by the electrical interaction with an “unit charge’’. In nature we always 
find both signs of the charge, therefore the symmetry operations with UQU' = +@Q 
are allowed physically. The lower sign refers to the charge conjugation. 

¢) p(x) isa Hermitean operator (e. g. the z°-mesons). The transformations (5a, b) 
degenerate to 


yp (%) = + y(z). (5¢) 


Correspondingly the operators Q and Q vanish identically. 
The extension to vector fields is trivial. In the special case of real vector fields there 


are just the transformations 


Al,(2) = + Au(a). (54) 
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b) Spinor field 

Having discussed the scalar case AEN we can start at once with th 

local Ansatz for the transformed spinor?) *) 
yp’ (x) = Ayp(x) + Byl(z) . ( 


By direct calculation one easily proves that y’(x) as well as p(x) obey the Dira: 
equation if the matrices A and B are given by | 


A=4,1, B=Aey™), (6a 


where A, are arbitrary complex numbers. 

In the reverse (6a) is a necessary condition in order to have y’(x) obey thy 
Dirac equation if the particle mass m does not vanish. In the case of vanishin 
m the most general matrices meeting the mentioned requirement are 


A=A1+%y,, Bala tdys)ey?. 
Because of the form of B we introduce the abbreviation 
y'(x) = ep(x) = ey? yl (2), 
and we can rewrite transformation (6) in the form of 
yp’ (%) = (Ay + Ar ys) p(&) + (Ag + 22 ¥5) Y°() - 


In the case of non-vanishing mass one has to put 4; = 0 (2 = 1, 2). 
Furthermore (8) must not alter the commutation relations 


{py (2), p(%)} = 4 S (x, — 2%), {p (2), p(%2)} = 0. 


From this requirement one obtains by elementary, but somewhat lengthy 
calculations the following conditions for the coefficients of (7) 


Sy ale+ 


In the case of Spinor fields with non-vanishing mass these conditions imply tk 
existence of the following two symmetry groups 


v(x) = 1 y(2) = Ey(2) Hand y’(x) = ney*(x) = Cy(z) OC. (Ai 


They exactly correspond to the groups (5a, b) in the case of scalar fields. Inde 
if m + 0, the equations (10) are synonymous to (3b). ) 
For the neutrino field the most general transformation (8) obeying conditions (1 
is given by (PAULI-PURSEY group [14]) 


yp’ (x) = a es p(x) + belt” y, p*(x), (119 
with lal?+ |b|/2=1, «& real. 


Ai)?=1, AAg=Arag, Re(hAT +A Az) =0. (LY 


from the left. One has per definitionem a = yp AT, By = v Br Sto. 
The index ‘‘7’”” denotes the transposed matrix. 

2) We propose to give another way of introducing the operator C in the spinor case. ¢ 
course the method’ of part a) can be used at this place as well, and vice versa the way |} 
reasoning of this part can be used for scalar fields too. 

3) The matrix c is defined by: cy, c~4 == — yf, —cT =e,ct =e. 
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(11’) may be constructed from the following transformations 


y’ (x) = 7 es p(x) = LH y(a) Et (a: real) (11a) 

yp’ (x) = 9, es p(x) = C p(x) Ct («’: real) (11b) 

y’ (x) = cos B p(x) + sin By; p*(z) . (B: real) (11¢) 

The operator C from (11) and (11b) again has the property of charge conjugation 
CQ=-QC. 


For the charge Q the equations hold 
E =e? [Q, p(x] = (2), Q=i| py, pdor. 
o 


We again add some supplementary remarks. In the case of fields without mass 
the charge conjugation C can be obtained continuously from the identity. This 
is possible because of the new transformation group (Lic). 

Up to now the transformations (11a) to (11¢c) are allowed only for the “‘bare”’ 
neutrino field. It depends on the physical nature of the neutrino whether they 
may be applied on physical states too. Again there are three possibilities: 

a) There is no conservation of fermions. All operations (11a) to (11c) lead to 
physically realizable states. 

b) The physical neutrinos have a fermion charge defined by Q. In nature you 
may find only eigenstates of Q. Only the “‘gauge transformation”’ (11a) and the 
charge conjugation C are allowed. 

c) Majorana field: y = y*. The gauge transformations (11a) only make sense. 
The generator of this transformations 


| Pruys por 
may be considered as a sort of charge (‘‘pseudocharge’”’). With respect to this 
new charge there may exist fields with and without conservation law. In the 
frame of the two-component theory it is given by the difference of the number of 
‘right-hand and left-hand neutrinos. 

‘The equation of motion and the commutation relations remain invariant under 
the transformations (11). But because of the existence of inequivalent represen- 
tations of the commutation relations (9), this fact does not ensure (11) to generate 
unitary transformations in the HILBERT space of free particles. By direct 
calculation however we can pass from (11) to the corresponding transformations 
in the creation operators and thus directly prove that (11) defines unitary trans- 
formations in HILBERT space. 


2. Space reflection 


With the methods of the preceding section one easily finds the most general 
transformation involving space reflection: 
a) scalar field 


gy (r,t) = Np v(—?, t) = Pelt, t) P', (12) 
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or 
g(r, t) = np v' (—7, t) = P’¢(, t) Ps (12) 


b) neutral vector field 

AtnJ=tA(—r), 40, )=F4(—7). 
c) spinor field | 
v' (r,t) = np vay (—", t) = P y(n, t) P’, (u 
or | 


wy’ (r,t) = np vay (—?, t) = P’y (1, t) Pi (144 


i 


All transformations are unitary. The second possibilities (12’) resp. (14’) ey 
dently are obtained from (12) resp. (14) by a charge conjugation. | 
It is rather academic to ask whether P or P’ gives the “true” space reflectio} 
under which the interactions should be invariant according to “‘a-priori” reasor 
Let us consider a system of charged particles, e. g. the positronium, ai 
let us fix by an external measurement the space-time cordinates of the particl| 
only. In such a situetion the charges of the particles come into play only | 
their mutual interaction, and the operations P and P’ cannot be distinguishe 
But in many experiments the charges will be fixed ‘‘absolutely” by compari 
them with an (arbitrary, but fixed) external unit charge. (E. g. in the expey 
ments with mu-mesons this comparison will be carried through by absorbtion) 
negative muons in matter). In such cases P and P’ are distinguishable. 
But postulating an a-priori invariance principle regarding to the space reflectii 
of the whole world — in case this is a meaningful postulate at all in the framewa} 
of quantum-theory — we don’t know whether we should require the invaria | 


under P or under P’. 


3. Time reversal and Inversion. Products of Symmetry Operations 


There are no unitary symmetry transformations involving time reversal. Arg | 
ments concerning this fact were given already in the first section. The tra 
formations (3’), which still contain unitary and antiunitary operations, 01 
lead to a time reversal if U is an antilinear operator. 
A direct proof of this statement can be given for scalar fields (and more genera | 
for each boson field) by using the linear Ansatz 


y’ (r,t) =Agv(tr, —t)+ Bp'(+r, —?). 

If g’ is connected with y by an unitary transformation, gp’ has to obey the saq 
commutation relation as y. But this requirement leads to a contradiction: 
(JA|? + | Bl?) A(-4 1, F 12,4 — 4) = — ([Al? + | Bl?) 4 — 4 — &} 
= A(ry— 1s, ty) 


4 


. . tae « “N 
In fermion case this argument does not work. The transformation 


y (r,t) =n yi vervsylr, — t). 
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Racah time reversal) [15] does not alter the commutation relations (9). But 
uis transformation leads to an inequivalent representation of these relations, 
nd maps the whole one-particle HILBERT space into the zero vector. 

he physical basis of all these arguments is given by the fact that an unitary 
me reversal must lead to negative energies. Because of the commutation 
lations between 7' and the translations in time direction 


P as cae iy 
T ef r+i of _. piPr tPot 7 


here P, denotes the energy, one could conclude for unitary 7 
TP, at POP 
he antiunitary transformations with time reversal can be written as product of 
T o(r,t) T' =nrp(r,—t);  Ty(r,t) T' = net ysy(r,—t) (15) 
nd the charge conjugation (5b) or (11). Therefore besides (15) the transfor- 
lation 
T’op(r,t)T* =nrg'(r,—t); Ty(r,t) T' =nre'ysy'(r, — t) (15’) 


} possible too. (15) will be called the WIGNER time reversal [16]. 

oncerning the last case, the inversion of space and time, we refer to table 1, 
here all the discrete symmetry operations are given. 

a the second table we list the squares of the symmetry operators, which will 
ive us a hint for a practical choice of the phase factors in table 1. 

n the boson case we can choose all phases in such a way that the squares of the 
perators are proportional to the unit operator. But in the case of fermions 
idependently of the choices of the 7;: 


PA ae PNP st igh Tayi TE ae ep Lp [8 ey, (16) 


able 1. The discrete symmetry operations for scalar, spinor and neutral vector fields 


y'(r, t) Air.) | Al(r,?) 
E (7, t) oa t) 
BE A; (r, t + A r,t 
My np ' (7, t) Pe t) u(r, 4) oft 4) B 
aP ney (—Y?, t) npyy(—r.t) | 4 
| ’ , A; 5 t + A (—T, t 5 
| ag npy'(—7,t) | np vsp?(—7, t) F Aa ) : ) 

— — may 
4 eet t) mre! "ys(r, —t) ie eee a Ge hy E 
is nT P (PS t) nre T ystp?( Yr, a) +e 
| pata Ate Sek =} 
J nyP(—7, —t) | nre'ry23p(—7, — 3 
This eA (Sa (Sr) 1) I 
0=J nop '(—r, —t) nee" Yr08P(—¥ , — x ( : Sad 

ye (x) = cp(X)s Yiog = V1 V2 73 3 (mal? = 1 


Table 2. Phasefactors ein U?y U-? = ey 


scalar field 
Dirac field 
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Table 4. Transformations of the creation operators (up to a phasefactor) for scalar fields 
and Diracspinors (b) 


(a) 


(b) 
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Table 3. Phasefactors for 7CP 


TCP —npnrne 
PCT —nP nr Ne 
CTP nP NT Ne 
TPC np NT Ne 


U at(k) Ut Uat (k) Ut 
PT, (J, P’, T’, usw.) at (k) at (k) 
PTS (Pa Oe usw.) a} (—k) a_(—k) 
C. PIG, (6,..3) at (k) a, (k) 
PC, CMP. ea8) at(—k) a, (—k) 
U U aj,.(k) Ut U ag _ (k) Ut 
P a}, (— k) ay, (— k) 
iu aty,4(—k) at, (—k) 
PT aty. (k) at, _(k) 
C ay, —(k) ay, (k) 
cP ay, (— k) a, (—k) 
OP a! n(—k) at,,(—k) 
(OU PIM at,_(k) a’ ,,,(k) 


Table 5, Transformation rules for the observables 


U UQU> UP,U-+ UP,U+ UM,U> 
| 

P Q — P, Pe. M; 

2 Q — P, P; —M; 
C —Q Py P; M; 
PT Q if k lef 0 — M j 
BGs aoe oe P, wey 
CT —@Q — P, P, —M; 
PTC| —Q P, Ps — HM; 


} 
| 
| 
} 
/ 
| 
| 
i 


. 


| 
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inalogously the following relations hold for all choices of the phases in table 1 
PwC? = y, (PI"\p(PI")' = —(T"Pyy(T'P)', 

(PO)p(PO)' = —(OP)y(OP)'. (16”) 


‘he last two relations can be confirmed by direct calculation. 
'o illustrate the 7';C'P theorem we calculate in what way TCP transforms the 
pinor y. We easily obtain 


Uy U' =n(y,y(— 2))' (17) 


yhere the phase 7 depends on the order of the three operators and is given in 
able 3. 

n the following two tables we list the transformation of creation operators of 
he particles by symmetry operators. We use the decomposition (4) for the 
calar field and the corresponding FoURIERtransformation 


1 atk ; ; 
ve) = gape | HEC? Weta, bap Heal} 


f the Diracspinor. Here u@(k) denotes the solutions of (iy,k“ + m) u = 0, 


nd a;,, (k) the creation operator of a particle of type o (particle-antiparticle), 
{the momentum k and the spin component r in direction of the z-axis (r = +L). 
Jisregarding phasefactors one obtains: table 4a and 4b. 

finally we list the transformation rules of the observables charge Q, energy- 
nomentum P, and angular momentum M; =iJ,, 1) with respect to our 
perations. From these rules for the operators we can derive the transformation 
roperties of particle states, stated in the introduction. Without question the 
auge transformations # commute with Q, P and M. In table 5 the rules for 
", PT etc. are essentially based on its antilinear character. E. g. 7’ must 
ommute with all spatial translations and it is because of the antiunitarity of 7' 
hat we must conclude in accordance with table 5. 


4. Invariance of the interactions: Determination of the phases 


‘or each of the symmetry operations: charge conjugation, space reflection and 
ime reversal we have found a set of unitary resp. antiunitary operators in 
{ILBERT space (table 1). But evidently each set can be written as a product of a 
pecial operator of this set — fixing arbitrarily the phases 7;”) — and the set of 
auge transformations. The arbitrariness of the choice of phase can be reduced 
| r postulating that the squares of the symmetry operators are equal to the 
fentity. (This postulate is possible, but there is no stringent reason for it.) 
tb restricts the phases of P, 7” and QO’ to + 1, + 2. One obtains further restric- 
ions if the products of certain operators shall be equal. In order to let all 
perators commute or anticommute, one must choose the phases equal to + 1 
wr boson fields, equal to + 1, +7 for fermion fields. Each combination is 


Here (jkl) is a cyclic permutation of (123) and J;,; an infinitesimal rotation. 
Even after having fixed the 7; the operators U contain arbitrary phasefactors. As usual 
@ fix them by setting Uyvyacuum = Xvacuum- 
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allowed. In that way we get (at most double valued)?) representations of | 
abstract Abelian group generated by the elements 


1522 cand .C 


with the multiplication table 
P= P—-O&=—1, P=PC=CcP, Mf =TC=CT, 


J=PT=TP, O=PIC. 


Only double valued representations’) with the properties (16’) and (16’’) 
occur. However the representation of the symmetry group (18) that is generai 
in the case of some distinct field, can be determined by means of interacti 
only. 
At this place we make explicit use of the presumption, that the quantum i 
theory can be derived from a LAGRANGian, which is composed additively ¢ 
free-field-LAGRANGian and an interaction term, and furthermore that we | 
introduce an interaction (Tomonaga-Schwinger-)picture in the usual way. 4 
operators OC, P and 7 and their products operate on the state vectors of 1 
picture, and the following discussions of this paragraph always refer to it. | 
If there exists an interaction invariant under the operation U between | 
fields, we can fix the relative phases. Indeed the interaction described by | 
term Ly in the LAGRANGian, is invariant under U, if the transformed operé 
UL y U' can be obtained from Ly by a gauge transformation H; that means tl] 
is a choice of the phases of U in such a way that 


Ui, = Ly 


is fulfilled. This equation determines the phases of U for the fields contained in 
Let us consider in detail the YUKAWA-interaction between a spin 0 — field 4 
and two spinor fields y,(x), y.(z) with non-vanishing mass. The most gen) 
expression for L,, invariant under proper LORENTZ-transformations and cer 
gauge transformations is given by 


Ly =IWPAt Ga PysyeA t+ fyyuy.At +f YrYurs P2A” + hee. 


We ask for the restrictions of (20) following from invariance under C, P qa 
We abbreviate the LAGRANGian (20) by the symbol (g, 9’; f, f’). By straij 
forward calculations one can prove the following transformation proper 
of Ly: 


CG.9 si.) O° eG s eG a Nels = Mehale ( 
P(g, 9/3 f,f) P' = (neg, — neg's nef .— nef')>. (3 
T(9,9 sf, f) T' = (nrg*, nrg’*3 nit net). (: 
Here we have introduced 


ni = ni (1) n(2)n(0) (b= C, R, F) 


"| a ne Le ‘\ I 
1) That means: If the representation of the LORENTZ-group is double-valued, we are alld) 
to represent the identity of the discrete symmetry group by +1 and —1 too. 
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for convenience. (7;(0) are the phases of the boson field. ) In (21¢) the anti- 
unitarity has been taken care of. 
By combining (21a—c) in any order we obtain 


O9,95f,1)O' =a9,9's ff). (21’) 


Here @ stands for the product of C, P and 7 in a certain order. a is a ee 
factor which depends on this order. By the choice no = np nr and np* = 1 
we arrive at a = 1 in each case. This is a special case of the 7'CP-theorem: 
The interaction (20) is invariant under T7CP without any restriction on the 
coupling constants. 

On the contrary invariance under one of the symmetry operations only holds 
for special values of the coupling constants. From (21) and (19) we conclude the 
following necessary conditions: 


C-invariance Re(g’ g*) = Re(g’ {*) = Re(f’ g*) = Re(f’ f*) = 


ab (22a 
= Im(g* f) = Im(g’* f’) =0. 
I. e. the phases of g and f (resp. of g’ and f’) are equal as well as those of g and g’ 
etc. 


P-invariance g* g’ = f* f’ = g* PS i (22b) 
T-invariance Im(g* g’) = Im(f* jf’) = Im(g* f’) = Im(f* g) = 


ae (22c) 
= Im(g* f) = Im(g’* f’) = 0. 
I. e. the phase of all coupling constants are ie 
Bdently P-invariance holds if 


| g =f =0 and 5(1) np(2) np(0) = 1 
or 
g=f=0 and  7%(1) np(2) np(0) = —1. 


Consequently a P-invariant interaction fixes the phase 7p(0) of A(x) relative to 
~, y, but it cannot fix the absolute phase of the boson field. Only if py, = y., 
tn which case A(x) must be a neutral field, the phase is determined uniquely by 
the form of the (P-invariant) interaction. E. g. by this way of reasoning we may 
recognize the pseudoscalar nature of the neutral pions. [17] For charged mesons 
on the contrary the 7,(0) cannot be determined absolutely. It is pure convention 
we put equal the phases of the neutron and the proton. Only after having 
uecepted this convention the phases of charged pions can be determined by ex- 
eriment [17]. From our arguments we immediately see that there are neutral 
varticles, the phase 7p of which is not determined by any interaction. In the case 
of K°-mesons e. g. the two fermion fields in strong YUKAWA interactions must 
de different because of conservation of strangeness. 

‘The case y, = y, exhibits special features for charge conjugation and time 
‘eversal too. The Lagrangian Ly is Hermitean only if g is real and g’, f, f’ are 
maginary. Hence from (22a) and (22) we conclude 


charge conjugation: fr=9f HCHO (23a) 
time reversal: j7 =gf=—ogf =0. _ (23b) 
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Both the conditions imply that a neutral scalar field (9 = f' = 0) must not | 
coupled with and without derivatives simultaneously [3, 4, 5]. Again the unde: 
lying reason is the 7’C P theorem: a P-invariant interaction must be transform 
by C in the same manner as by 7], Another conclusion from (22) and (23) is: | 
In the case of interactions without derivatives P- and J'-invariance automa 
cally are coupled and C-invariance always holds. 

If the conditions (22a, c) are satisfied the phases must be chosen according to 


‘ fine af if 
mB (1) no(2) no(0) = Se = — are = fe = PR (2 
nett) ne2) 0) = & = Se = fe pa (24 


Again the phases of the boson field are fixed if y, = Yo. 
In exactly the same way we can get invariance conditions for an interaction) 
a vector field A, with two spinor fields. We denote again the couplings witho 
derivatives as g-couplings, the couplings with derivatives as f-couplings; t 
invariance conditions are synonymous with (22a) through (22c). A differen 
arises for y, = 2. In this case the Hermitean character of Ly puts a differe 
restriction: f’ must be real g, g’ and f must be imaginary. Hence (23a, b) haq 
to be replaced by | 


Cigg = Jy 9 fia 

Dil feg Reg do). 
Now one concludes from C- as well as from 7'-invariance, that a pseudovecti 
field (g = f = 0) must not be coupled with and without derivatives at the sai 
time. As a further conclusion we remark: the electromagnetic interacti 
including the PauLiterm (only g and f # 0) is C- and T-invariant. 
The phases 7c, yp are intimately connected with charge- und space-parity of q 
particle states. The charge parity only can be defined in the case of “neutré 
states, i. e. eigenstates of the charge Q with eigenvalue zero. Let x be sucl 
state: 


Cx (p, 8) = ¢(p, 8) x (P, 8)- 

In this equation p denotes the four-vector of energy-momentum Ww 
. pt = — m*, and s distinguishes the different spin states. Now x(p, 8) cant 
constructed from a special state ¥ (Po, 89) with the help of proper LORENTZ-traj 
formations and spin operators, each of which commutes with the charge con 
gation C. Hence the parity c in (24) cannot depend on p and s. It only depe} 
on the nature of the particle. 
The connection of c with the phase 77, can be derived from the transformation |} 


Cat(k,s) Ct =noat(k,s), Cat(k,s) Ct =ncaj(k, 8). 
Accordingly the parity c is equal to nc times the charge parity of the vacu 


which we conventionally have put equal to unity. Even without this convent} 
the ratio c,/c, of the charge parities of two particles A,, A, is equal to 


ne (1)/nc (2) | 
and can be determined by experiment, if A, and A, interact by a C-inj 
riant force. E. g. from the existence of a process a 


Nott dicen, eae . ee 
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where N is an additional “genuinely” neutral particle, the equality of the charge 
parities of the two fields can be inferred. In practice the decaying processes are 
important, 

A,—>1n Ag, (25b) 


from the existence of which it follows: c, = c*. n being even (e. g. 19> 2 y) 
one has c, = + 1; ifin addition the decays with odd n do not occur the parity 
of A, is determined too: c, = — 1. There are (up to now) only two genuinely 
neutral bosons (y,z°) among the elementary particles- therefore the concept 
of charge parity is important especially for composed particles (e. g. the posi- 
tronium [4, 18, 19]. 

Space parity can be defined for particle states with non-vanishing mass. Here 
we consider the coordinate system in which the particle is at rest, and we define 


P7(0,8) = px(0, 8). 


Again the parity p does not depend on the spin s. We can proceed quite analog- 
ously to the case of charge parity. 


Pa (k,s) P' =nea'(—k,8);, Pat(k,s) P' =+npa'(—k,s). 


in the second equation the upper sign holds for bosons, the lower one for fermions 
{one has to use y, uz (— k) = + uz (—&)]. In the case of bosons the 
phases must be real, if we impose the condition P? = 1 mentioned above, 
therefore the parities of particles and antiparticles are equal. In the fermion 
case this remark holds only for yp = + 7. Buta particle-antiparticle state (both 
particles at rest) 


P a} (0,8) a! (0, 8’) Hvac a ae lnp|? a}. (0, s) a‘ (0, 8’) XVac: 


always has a negative parity. This is the reason for the frequent statement [19] 
that the parities of particles and antiparticles in the fermion case are opposite. 
To get an experimental determination of the parity one can use the reactions 
(25a, b) again. In (25a) the particle N may be arbitrary in this case, but one 
must take account of the relative motion of the particles. The processes (25a, b) 
_are restricted by various conversation laws (of charge, of baryonic number etc.). 
‘Indeed these laws determine, which of the relative parities can be measured by 
experiments. 
_A parity for time reversal cannot be defined. Because of the antiunitarity of 7’ 
the concept of an eigenstate of 7’ makes no sense (of App. 1). 


5. Physical meaning of time reversal 
‘In order to discuss the physical interpretation of time reversal we investigate 
the transformation properties of the S-matrix under 7 resp. J. We infer from 
commutativity of 7 and the interaction Hamiltonian and from the antilinearity 
of 7’: 
lsT= Tt Piet [Hut] Fae Plen*{ Huatz) = §-1, 


Giicre P denotes the time-ordered product, P the inverse order.) Therefore 
we have 


| (Tyra, ST x7) = (LST ye, x4) = (Xr, Sra): (26) 
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Here we have used the definition of the anti-Hermitean conjugate operato 
(cf. App. I.) We apply (26) to free particle states |%,, 81; %g, 8), which al 
characterized by momenta &; and spin directions s;. Because of ; 


T | ky, 813 ke, 8) = |—ky, — 83 — ky, — $9) 


up to a phase) eq. (26) means: the probabilities for the Processes (a) and (i 
of figure 1 are equal. I. e. if the transition rate from the state A to the state | 


-s} / 
51 . -S4 ~k; one | 
wet si : | 

ky ky 
-k2 
Pees “ke -52 
ke 82 | 

52 


a b | 


Fig. 1 Processes connected by time reversal 7. 


is given by W, the transition probability from F” to A’ is given by the sam 
number, the state A’ (resp. F’) differing from A (resp. F) by inversion of & 
momenta and angular momenta: 


, , , , 
W (ky, 81, kg, 89> key, 8,3, 83) = W(—hky, —8;, —k3, —8, > —k,, —8,, —k,, — 8g 


-S2 Having invariance under inversion (i.e. tH 
product PT) the processes of figure la an} 
ko figure 2 proceed with equal probabilities (olf 


’ 
23 } serve 


J ky, 83 ke, 8) = Lae — 8; ky, —8,)). 


7 ky If only particles with vanishing spin are it| 

-54 i volved, the J-invariance leads to the princip} 
of detailed balance: 
W (key, ky —> Ki, eg) = W (ki, key > hy, hq). (271) 


In the case of non-vanishing spins this equali 
only holds after averaging over the spin dire} 
tions: semi-detailed balance [20]. It is easy to formulate this principle in t 
most general manenr. The initial and the final state are characterized Wi 
a set of quantum numbers, part of which remains unchanged under inve} 
sion while the rest is multiplied by (—1). The equation (27b) is va 
after having averaged over the ‘“‘minus’’-quantities [27]. (Unfortunately tk] 
notion of detailed balance is used with different meanings in the literatu 
Some authors e. g. denote eq. (27a) as this principle.) , | 
With figures 1 and 2 we also can give a simple interpretation of the TCI] 
theorem: According to this theorem the process 1a involving particles and t | 
process 2 involving the corresponding antiparticles have equal probabilities. i} 


Fig. 2 The space-reflected process of 
fig. Lb. 
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6. Discrete Symmetry operations in general field theory 


The discussions of § 4 make use of the existence of an interaction Lagrangian 
and of an interaction picture for the time dependence. In the general relati- 
vistic quantum theory of interacting fields, we only assume that the field 
operators have the asymptotic behaviour of free fields at -+ infinity. 

More precisely: We have two sets of field operators yin(x), Yin(x), ... and 
Pout (X), Yout(X), ... which obey the field equations and commutation relations 
of free (scalar, spinor, ...) fields, and which are looked upon as describing the 
physical situation in the far future or the far past respectively. Furthermore 
we have operators p(x), y(x) ... which interpolate for finite times between 
the incoming and outgoing fields, that is we have for the Fourier transformed 
operators a(k, t) 


lim (Dla (k,t)|W) = (@ 
t+-ico 


Goue( | W) ete. 
in i 


for arbitrary (normalizable) state vectors ®, WY. 
The S-operator is defined by 


S"i,'2) S = ou (2) “etc: 


Now it is possible to introduce the symmetry operations for incoming and out- 
going fields separately. All the formulae for the unitary symmetry operations 
(which don’t include time reversal) in § 1—3 can be used at once, if only the 
field operators as well as the symmetry operators themselves are augmented 
by ‘‘in”’ or ‘‘out’’ subscripts. E. g. we define an operator Cj, for scalar fields by 


Cin Gin(*) Cla = No pin(2)- 
(Cp. formula 5b.) 
For time reversai one requires (in the case of scalar fields) 


Ps Pin (r, t) Ts = 17 Pout (r, <= t) ’ 
Tout Pout (1, ¢) Tost = Nr Fin (7, —t), 


because of the discussed physical meaning of this operation and its anti- 
unitarity. (Analogous equations follow for products of time reversal with any 
one of the unitary symmetry operators.) Similarly one may define symmetry 
operators for an arbitrary space like surface o (in certain cases) 


O2O(t) C= Nee (t). 100s, £6 G, 


using the interpolating operators (x), y(x),... But in the spirit of modern 
field theory we shall not use these generalisations and restrict our considerations 


‘to the asymptotic operators Cin, Cout etc. aia 
The in- and out- symmetry operators are connected via the S-matrix in a 
similar way as the field operators. (Up to phase factors) we have 


S'On8 = Cout; S' PinS == Pout STs = Tout etc. 


Invariance under charge conjugation resp. space reflection now means that 
the phase factors y¢ or yp of the various fields can be chosen in such a way that, 


CoS = SCir or Cin = Cout, 
resp. Pin S = SPin or Pi = Pout: 


23 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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Invariance with respect to time reversal means 


T,S* => STin or IN = deoate 


(Remark again the antilinearity of 7’ in the commutation property with the 
S-matrix.) 
The general theory of “interpolating” fields without explicit use of Lagrangians; 
can be cast into a version, which takes the vacuum expectation values of | 
products of field operators as basic quantities, as WIGHTMAN [27] has demon-, 


strated. 
Invariance of the theory with respect to the symmetry operations then means: 


certain properties of the vacuum expectation values. We list these properties: 
for the case of scalar fields only. 


C-invariance: 


(@, (2%) Pa (#2) «Pa (ao = (pl (21) GS (2) «+ Ph (Za))o- | 
| 
| 


P-invariance: 
(Pi (1; 4) Po("e, te) «Pn (Mn tn) )o = (Pi(—T1 4) 2(— 1, te)... Qn(— ns !n))o- 
T-invariance: 


(Pr (12 £1) Pe (Mes te) «++ Pn (1'n; tn))o = (Pr(%1> — £1) Po(%2, — te) --- Pn (1%: — tn))o- 


T'C P-invariance: 


(P1(%1) Po (#2) --- Pn(%n))o = (gi (— 2) p3 (— 2g)... Qn — T_)), . 


CHAPTER II 
TCP Theorem 


Suppose we are discussing some quantum field theory with Lagrangian explicitl i 
given. Then by direct calculation we can show, that the invariance of th 
Lagrangian under proper Lorentz-transformations always implies its invariancq 
with respect to TCP. An example of such a calculation can be found it} 
paragraph I, 4. 
To give a general proof of the 7'CP theorem we take up a slightly modified wa | 
of reasoning. We don’t take the explicit construction of the operators 7’, C and HJ 
as a starting-point. But we put forward the following question: Given any fiel¢ 
theory, which is invariant with respect to the proper LORENTZ-group, is i 

possible to find some further symmetry-operation, which leaves invariant th)| 
theory? After having proved the existence of such an operation, we shall show 
that it is physically identical (up to a phase factor) with the product TCP. 


1. TCP Theorem in the algebra of field operators 


We make the following assumptions: 


yen 


1) The field equations are of local type. 
2) The Lagrangian is invariant under the proper LORENTZ-group. 
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3) The usual connection between spin and statistics holds, .i e. the field operators 
at space-like points of a field with integral spin commute, those of a field with 
half-integral spin anticommute?). 


4) Boson fields commute with each of the other fields, kinematically indepen- 
dent Fermi fields anticommute?). : 


5) Every product of field operators is completely symmetrized with respect to 
Boson fields and antisymmetrized with respect to Fermi fields?). 


The first postulate, stated in a more detailed way, means, that all the field 
quantities are spinors or tensores of finite rang, and that the interaction is local 
and contains derivatives only up to some finite order. Without loss of generality 
we can assume, that the ‘‘elementary’’ field operators behave as irreducible 
representations of the proper LORENTZ-group. These irreducible representations 
— as is well known — can be characterized by two integral numbers, and thus 
under a proper LORENTZ-transformation A any field u, (x) is transformed: 


D(A) u, (x) IDeA Wa ae 2 dy, (A) Uy’ (a x), 
where the matrix d,,, belongs to one of the representations D(n, m)*). 


The representations and thus the field quantities can be classified into four 
classes *): 


class I: n,m even 
II: n,m odd 
Ill: n, even, m odd 
LV’: n, odd, m even. 


It is clear, that every product of field operators just belongs to a definite class‘). 
In the following wa denote by wu, a field quantity belonging to the class 4. 


1) A derivation of this postulate starting with causality and definiteness of energy (as 
the main premises) has been given some time ago for free fields by W. PauLi [22]. Recently 
proofs for interacting- fields have been given by G. LUpERS and B. ZuMINo [23] and 


independently by N. BuRGoYNE [24]. 
2) A discussion and a first derivation of this postulate is given by G. LUDERs [25]. Discus- 
sions of the relevancy of this presumption for the 7'CP theorem can be found at the 


same place and in a paper by Ki1NosuiTA [26]. 
3) In formulae that means: Instead of the ‘‘simple’’ products w, - wu, ++: uy we take the 


quantities 
1 
a 2 (—1)e(P) P fat, + tg ++ wy} 


where P runs over all ‘permutations of 1, 2,..., N. @(P) is the number of transpositions of 
Fermi fields in the permuted ordering 1%,, 42, ..., iy compared to the original one 1, 2,..., V. 
For instance the Dirad current ie y,y_ has to be replaced by 


1 ia er a = ve _ 
May {0.2K p Vp — Wg Pep Va} = 16 Vy Yap Ys — > vt 5 War Vp) 
In quantities, which contain each kinematically independent field only linearly, of course 


the simple and the symmetrized products coincide because of postulate 4. 
*) Compare Appendix,2. 


23° 
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We introduce the following “transformation of the classes’’ ?): 


uy (x) > u(— 2) 


uy (x) > — Un (— @) (28) 


uz (") > ¢ Ur (— *) 


uzy (%) > — 7 Uy (—2). 


Now we are in a position to state PAULI’s theorem [7]: If we transform the 


elementary field operators according to (28), and if we invert the ordering of field 
operators in every product, then every symmetrized product is transformed 
according to (28) likewise. 

The transformation (28) plus the inversion of operators in products means < 
mapping of the algebra of field operators onto itself. It has been named strong 


reflection. 


The theorem clearly implies that every LORENTZ-covariant field equation if 
invariant under strong reflection. For a covariant equation is an equatior 
between quantities of one class only, and consequently under strong reflectior 
the whole equation is just multiplied by a factor. The Lagrangian, belongin; 
to class I, (m = n = 0), is invariant with respect to strong reflection. Hence w) 
have the theorem: Any quantum field theory, which obeys the postulates 1 to & 
is invariant under strong reflection [7]. | 
For physical interpretation we remark, that the energy-momentum tensor is i} 
quantity of class I, the electric current a quantity belonging to class E+). | 


Tuy (%)—> Tur (—2) ju (4) > — Ju(—*)- | 


Thus strong reflection has the physical meaning of space-time reflection ply 
change of the sign of electric charges. 


To see what happens we treat two examples: The product 


{Un (x) Upy (%) — Uy (%) Morr (x)} 


bo! = 


f(x) = 


belongs to class II and under (28) and inversion of the ordering of field operators it |} 
transformed into 


1 4 é 3 ‘ 
) {(— t) Uy (— 2) b Uy (— @) — 4 Uy (— x) (— 1) Uy (— x)} 
thus f(«) > —{(— 2) as it should be according to PauLi’s theorem. The Dirac-Spinor w | 
four components is composed by a two-component spinor of class III and a two-compone 
spinor of class IV. > 
Uyn * 
x)= 
v(z) (fe (x) 


1) This transformation already has been introduced by W. Pautisin his,discussion of ) 
connection between spin and statistics [22]. i} 
2) Compare Appendix 2. 
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Transformation (28) means?) 
y(t) > tysy(—z), p(x) + p(— 2) tg. 
The quantity 
poy ene Bhi: Saale 
fe? (x) = > \pa(z) Yap Gq, Va\®) — 58 Pg (*) Yap Pa (x) 
(part of the energy-momentum tensor) is transformed into 


1 0 : 5 = = : : 0 
3 {- ja, VB) %) (7s vh td yslap Ya(— x) + Ya (— 2) [i 7s v4 i yslap ed he 2| 


thus /#” (x) — f#”(— x) as it should be, f#” being a quantity of class I. 


2. Proof of Pauxi’s theorem 


II(x) may denote any symmetrized product containing n, factors of class A. 
Transformation of the elementary field operators according to (28) yields 


IT (x) > (— 1)" im (— 7)" LT(—2). 
‘The inversion of the ordering of operators yields another factor 
(— 1) ‘2 @arr +"1v) @ir + "Iv —) 


(the exponent being the number of transpositions of Fermi fields which occurs 

by inverting J/(x)). Use of the multiplication table of classes (compare appen- 
dix 2) and explicit evaluation of the product of factors — 1 and 7 leads to the 
following table 


IT(x) belongs Strong reflection 


Ny Ny Nir Nyy to class maps IT (x) into 
9 9 9 l ats 
| gE uwiu g IV ee ee 
> alas A a IV =a 1) 
A wg HA Til tII(— =) 
dh Wh I IT(— 2) 


g =even, wu = odd. 


— . 
4) Because of the form of (x) as it is written down, we have to use VAN DER WAERDEN’S 
representation of the y-matrixes: The infinitesimal LoRENTZ-transformations yyy» with 


-=+ v are 
AO 
aehO B 


a) 
with two-rowed matrices A, B. We take y, Hermitean: y, = (; vk ‘) : 
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Comparison of the last two columns with (28) shows that everything is trans 
formed as was stated in the theorem. 


3. TOP Theorem in Hilbert space 


The version of the 7’C'P theorem due to PAULI, which was discussed in section | 
of this chapter, establishes an invariance within the algebra of operator 
It contains no reference to a HILBERT space, in which these operators ac} 
The strong reflection is a mapping of the algebra onto itself, which cannot 
represented by an unitary or an antiunitary operator in HILBERT space. This | 
evident from the fact, that strong reflection prescribes an inversion of t 
ordering of operators in products [9]. 

Furthermore we can examine for instance the application of strong reflectiq 
to a free Dirac spinor field. Decomposing the Dirac spinor into positive am 
negative frequency parts, that is into production and annihilation operaton 


we get 


dtk 
y(t) = iysy(— 2) = [ care! poh, 2) ary, 4 (ke) +9 (ke, 2) ar, — OOH 


v 


Compare this formula with (4’) in paragraph I. 3! If we try the Ansatz 
iysyp(— 2%) = Uy(x) U> 


with unitary operator U in HILBERT space — (unitary, since y’(#) and 
fulfill the same field equations and commutation relations) — we have | 


conclude 
Wiat 2 (ky Us = @xy, ai(k)- 


But this relation is clearly impossible for an unitary operator. 
In order to substitute the strong reflection by an operator in HILBERT spal} 
we have to add a second mapping of the algebra of operators, which ag 
inverts the ordering of operators. However this mapping must not change (| 
physical observables. The Hermitean conjugation answers these demands. 
this moment we have to introduce in addition to the five postulates of I 
2 sixth onc in order to guarantee the invariance of quantum field theory: 

6) The Lagrangian is self-adjoint. 

The Hermitean conjugation of course means complex conjugation of all c-n 
bers. Hence the symmetry operator has to be an antilinear operator. 
Restricting the statement to scalar, Dirac spinor and vector fields we can pres¢ 
the theorem [9]: \| 
Every quantum field theory of interacting fields of spins 0, 1/2 and 1, wh 
obeys the postulates 1 to 6 is invariant with respect to the following antiuniti 
operation in Hilbert space 


g(x) > Op(z) O* =" (— 2) 
p(x) > Oy(x) O12 = — iyTy! (—2) 
A, (a) > O A, (a) O7' = — A, (= 2). 
This transformation we get by taking the ‘complex conjugate’, of (28). 


The proof of this theorem is complete, if we demonstrate, that O indeed isl 


antiunitary operator in Hilbert space. To do this we only have to compare (| 
| 
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with (Table 1 of I. 3): @ is up to a phase factor identical with the product of the 
three operators in Hilbert space 7’, C and P. C and P are unitary, T is antiuni- 
tary, hence @ is antiunitary. 

This comparison also gives the physical interpretation of the operator @ and of 
the physically relevant invariance formula for the S-matrix elements 


(O Wicks OC. Vales (gsi Sia) ic (30) 


4. TCP Theorem in terms of vacuum expectation values 


WIGHTMAN [27] has demonstrated, that any quantum field theory is completely 
defined by the set of vacuum expectation values of field operator products. 
A proof of the 7'’CP theorem in terms of these vacuum expectation values is due 
to JosT [10]. 

Postulates: 


1) Invariance of the theory with respect to the proper LORENTZ-group. 
2) Definiteness of the energy; existence of a vacuum. 
3) Weak causality: 


For all (nm + 1)-tuples of space-time points (2,,..., 2.41), for which }7 A;(%;—2;41) 
is always a space -like vector, if only 2; = 0 and >’ A; = 1, we have the relation 


<P (%1) Po (%e) ~~ Pata (La4i)o = (1)? Pasi (Ln41) + ~ + Pe (Xe) Pr (24) >o (31) 


{where o is the number of transpositions of Fermi fields in the inverted product 
compared to the original one). 

This weak causality is certainly guaranteed, if we impose the usual causality 
requirements for operators formulated in postulates 3 and 4 of II. 1, but it is 
indeed much weaker than these requirements. 


JOST’s theorem: 
In any quantum fields theory, which meets the postulates 1 to 3, the vacuum 
expectation values are invariant with respect to 0, i. e. we have 
<G1(%) Po(%2) + Pati(%n4i)0 = 
= (0.9 (m%) OO ga(m%) O>... Ognv (@n41) ONE (82) 
for every (n + 1)-tuple of space-time points. 
If for instance the n + 1 fields y, are scalar fields1), equation (32) reads 
(Pi (2) Po (Xz) 2 Pant (Hr+1) 0 ar i ee 2) P2 (= %p) Od Pn+1 (— Xn+1))0 : (32) 


The proof of this theorem is based on results concerning the analytic properties 
of vacuum expectation values, which have been derived by BARGMAN-HALL 
and WIGHTMAN. We shall state these results without giving the proofs or 
detailed discussions and we shall restrict ourselves to scalar fields [27, 28]. 


1) Scalar with respect to the proper LORENTZ-group. 
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The vacuum expectation value of a product of +1 scalar field operato; 
yi(x;) is because of invariance under translations a function of the n variabl 


&; = Y% — X41 only. 


(Py (41) Pa (Xe) - - - Pn4i(Xn41)0 = (G1, Se, -- + &n)- (3 


This function F (é,,..., &,) is the boundary value of a function F (¢,,...,¢ 
of complex four-vectors, which is defined and analytic in a region R,, consistir 
of all points (¢,,..., ¢,) with Im ¢; («= 1,..., 2) element of the forward ligh 
cone. We have 

HS EAC gre nicsoq)i Say Racers ae eae (33 


Re x = &% 
Im; + O 


With respect to the proper LORENTZ-group we have 
F(AG, .. ACs) = F(G,.-:, on). | 


The function F (¢,,...,¢,) over R, can be continued analytically in an unan 
biguous way into the region Ry, that arises if we apply all complex LORENT? 
transformations of determinant + 1 to all the points of R,. 
The continued function fulfills 


F(A C,..., Aen) = F(01,~.., Sn) 


for all complex LORENTZ-transformations A of determinant + 1. 

Though R, contains no real points, the region R, will contain points (0,, ... , of 
with real four-vectors Q;. ! 
If we start with a function over the region of real points contained in R;, , the 
we have — if any — exactly one analytic continuation into the whole of Ri 
Hence the vacuum expectation values at the real points of R’, fix in an ul} 
ambiguous way these values everywhere. | 
The region of real points contained in R;, has been determined by Jost [10] 
It consists of all real (0,,..., @,) for which 2 A;0; is space-like if A, > 0 anf} 
2'i, = 1. (This is just the requirement for (m + 1) -tuples written down in tk 
postulate of weak causality). | 
Having these results at our disposal the proof of Jost’s theorem is rath¢ 
elementary. We again restrict ourselves to scalar fields and consider the functial 
F(¢,,..., &n) defined in (33) as well as the following function 


G1, ++ Ey n) = CHL (&y) 92 (%2) - - - Gh41(@n41)>0- 
The postulate of weak causality (¢ = 0) means 
LT Srtoubieais Gp ices G Se aaiemect es) (34 


for all real points of R’,. One of the complex LORENTZ-transformations, tha} 
leave invariant the expectation values, is the space-time inversion E> — & 
(Note that with the help of complex LORENTZz-transformations the inversion ca | 
be obtained continuously from the identity.) Hence we can state : 


Fi SyyaitiezBa)s tan (ees when SABA AA Aly: ie (3q 
for all real points of R;,. Now we continue to all points of Ri, and get — | 
FGis 3, Say OM CTs Cok, C8 > spietal 
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if (¢,,..., C4) is an element of R,, so is (—Cf,..., —C%). Consequently we can 
zo to the limit Im ¢; — 0 in equation (37) as described in (34). We conclude, that 
(36) holds everywhere. 

However (36) is exactly the same equation as (32). Thus we have proved 
JOST’s theorem. 

It is interesting to know, that the following reversed theorem holds too: The 
postulates 1 and 2 together with 7'CP-invariance imply weak causality. That is 
[CP-invariance and weak causality are equivalent requirements!). Proof: 
Starting now from equation (36) to be fulfilled everywhere, we at once conclude, 
that (35) holds for all real points of R;,, because of invariance of the WIGHTMAN 
functions within R), under the complex LORENTZ-group.) 


CHAPTER III 
Applications of the Theorem’) 


1. Particles and Antiparticles 


Empirically one observes that some particles occur in nature in one type only 
whereas others occur in two types. So all neutral z mesons are identical but the 
charged ones exist with either charge. In the latter case one speaks of particles 
and antiparticles though, logically, there exists no property of being a particle 
or being an antiparticle but only the relation that the two types of a particle 
are antiparticles to each other, We shall show that in order to justify the 
existence of such particle twins one needs, besides the 7’CP theorem, the con- 
cept of generalized charge. 

By generalized charge we mean an additive quantum number’) carried by the 
individual particles which is strictly conserved. All generalized charges of the 
vacuum are equal to zero by definition. In nature there appear to exist three 
such generalized charges: 


1. electric charge, 
2. leptonic charge, 
3. baryonic charge. 


[he electric charge plays a particular role in that it is not only an additive 
yuantum number but also measures the strength of interaction of a particle 
with the electromagnetic field. As long as one restricts oneself to strong and 
lectromagnetic interactions there is a further generalized charge called strange- 
aess. Empirically all particle-antiparticle pairs are indeed characterized by 
me or several non-vanishing generalized charges: 


1. by the electric charge: e* e~; ut, p>; K*, K-3 2°, x“; p*, p; 
2. by the leptonic charge: v, v; e+, e7; ut, WS 
3. by the baryonic charge: p*, p-; n, n; A®, A°. 


) Indeed this is the accurate version of Jost’s theorem, he proved in his original paper [10]. 
) Modified version of a series of lectures delivered at the Seminar on High Energy Physics 
n Oberwolfach, Black Forest, Fall 1958. 

) We remind the reader that parity for instance is a multiplicative quantum number. 
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Presumably there exist antibaryons to all baryons; they would be characteri 
by (at least) their baryonic charge. Within the range of validity of strong al 
electromagnetic interactions there is also a particle-antiparticle pair charac 
rized solely by its non-vanishing strangeness, i. e. the pair K®, K®. 

In Ch. II it was shown that, in a rather wide class of relativistic field theori 
there exists an anti-unitary transformation 0 (the TCP transformation) whi 
anticommutes with all operators Q of generalized charges 


16; 2} =0. 
It commutes with the momentum operators?) 
te; Py] = 0. 


Now, a one-particle state © with restmass yu is defined by the eigenvalue proble| 
(PoP Pity i= 0: 


| 
for a one-particle state certain additional conditions are to be satisfied. Since 
defines a conserved quantity 


/ 
[Q, P.] =0 | 
the state ® can be chosen as an eigenstate to Q with eigenvalue (charge) q | 


In the spirit of super selection rules [29] one would even say that only eige 
states to @ have a physical meaning. From Eq. (2) it follows that O@ is a o 
particle state with the same mass 


(P,P? + 2) O® = 0; 


cecause of Eq. (1) its charge is opposite. So, if ® (or the corresponding partic 
iarries no generalized charge of any sort one cannot argue that ® and O@ ¢ 
ntrinsically different states. They might just represent states of the saul 
particle (i.e. belong to the same linear manifold transformed into itself und, 
the proper inhomogeneous LORENTZgroup). For non-vanishing charge, ha} 
ever, the two states certainly are intrinsically different; then there are two ty 
of particles with equal mass which are antiparticles to each other. One eas} 
shows that they also have the same spin. The whole argument, strictly speaki 
refers to stable particles only; unstable particles shall be discussed later?), 
An instructive example for the role of generalized charge in the particle-an 
particle concept is presented by the neutral K mesons. Within the range | 
validity of strong and electromagnetic interactions there is a particle-antipartii 
pair characterized by its non-vanishing strangeness. When the weak in 
actions are “switched on” this generalized charge breaks down and the m | 
degeneracy is split into two in general distinct masses; that the actual K mesq 
then become unstable is irrelevant for the present general argument. 

Let us add a few remarks of a more formal character. As shown in Ch. I, Sect. 
the operatorQ is the generator of gauge transformations of the first kind, at le¢ 


ee 


(| 


*) Because of the anti-linearity of @ it is important to use hermitian’ operators P,, (i.e. 4} 
0-component instead of the 4-component) in this equation. “Te oo ‘ |, 
*) We might mention that the requirement of non-vanishing charge cannot be circumven}} 
by postulating C or CP invariance. ; 
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or bare fields. This observation throws some light on the use of non-hermitian 
ields in quantum theory. Since hermitian fields can be regarded as the basic ele- 
nents, non-hermitian fields are reasonable concepts only if real and imaginary 
art are interwoven by gauge invariance. If one starts with non-hermitian bare 
ields one will, in general, not find mass dubletts for physical states (defining 
shysical non-hermitian fields) if there is no gauge invariance (or corresponding 
generalized charge). In the presence of such gauge invariance, however, the 
’CP theorem immediately leads to mass dubletts and justifies the use of 
ohysical non-hermitian fields. 
[he previous remarks do not apply to unstable particles. Though to our know- 
edge the formal role of unstable particles in quantized field theory has not 
been clarified completely so far it is rather evident 
b that it should be possible to extract their properties 
from the S matrix (which connects incoming and out- 
going states of stable particles only). We shall base the 
-following discussion on the conjecture!) that, in a 
process between stable decay products of an unstable 


k 
Mat rae 
S 
eye 
‘a 
Sig. 3 Transition from state a to state b by Fig. 4 Particle with spin ‘‘up” in a magnetic fleld generated by 
virtue of an intermediate unstable the current in a loop. : 


particle. 


particle (Fig. 3), this unstable particle makes itself felt though a resonance 
due to its ‘“‘propagator’’ in the form 


(b|S|a) = (bla) — 22164 (p_4 — pp) (ere t:): (7) 


That restmass yw and reciprocal mean life J” occur in just this combination is 
nferred from the observation that the ‘“‘wave function’? (whatever the exact 
neaning of this word might be) of the unstable particle has to obey the time 
lependence exp [—1(u — iJ7/2)t]. One might further conjecture that the nume- 
ator of the resonance term can be factorized in a way that exhibits the decay 
natrix but this further conjecture shall not be discussed here. 

_ If initial and final state carry some non-vanishing charge one certainly will 
ittribute the same charge to the intermediate unstable particle*). Now, equa- 
tion (II, 30) or, in the present notation 


(6 S|) = (@.a|8|0b) (8) 


) The same final results were obtained without this conjecture by LUDERS and ZUMINO 
30]. These authors use a formulation which can be proved in quantum mechanics but is, 
erhaps, less applicable in quantum field theory. Cf. also the pioneer work by LEE, OEHME, 
ind YANG [31]. It is the merit of the latter authors to have recognized the practical appli- 
lability of the 7CP theorem. 

) This assumption of non-vanishing charge is essentially equivalent to the postulate in [31] 
hat particle and antiparticle do not decay into common channels. 
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permits to go over to processes between the corresponding antiparticles. 
unstable particle which now links initial and final state carries the oppos} 
charge and should be regarded as antiparticle to the one considered ori 
nally. Mass and lifetime of both particles are the same as follows immed 
tely from a combination of Eqs. (8) and (7)1). We mention already at t 
occasion and come back to it in Sect. 2 that, because of the reversal of t 
order of events in time, one cannot conclude from the 7’CP theorem t H 
also branching ratios into corresponding channels are the same for parti 
and antiparticle. They are the same, however, if C holds; they are also t 
same after summation over spin directions if only CP holds as actually appes 
to be the case in weak interactions. 
Let us finally show that, as a consequence of the 7'CP theorem, (stable) partic 
and antiparticles have opposite magnetic dipole moments’). ‘“‘Opposite”’ he 
of course means with respect to the direction of the spin. Instead of givi] 
a formal argument we wish to discuss a Gedankenexperiment (Fig. 4). 
measure the magnetic moment of a particle one has to bring it into an exter} 
magnetic field; this magnetic field may be generated by a loop of a wire ce¢ 
ducting a current of electrons. Let us assume the spin of the particle (using | 
a moment this unsatisfactory terminology) to be ‘“‘up’’. Let the spatial | 
flection contained in 7'CP be done with respect to the center of the loop. Th 
after application of the 7'CP transformation, one obtains an antiparticle} 
the same position but with spin ‘“‘down’’. What happens to the magnetic fij 
under this transformation? Originally there is a current of negative electrons 
the wire with the direction of motion opposite to the direction of the current. 
der T the direction of the electronsis reversed; C transforms the negative electr 
into positive ones so that the electric current (and the magnetic field) is the sai 
after application of TC. P finally does not affect the current in the loop. The 
fore, the magnetic field stays unchanged under TCP. As a consequence of } 
TCP theorem the energy of the particle in the magnetic field with spin up 4 
of the antiparticle with spin down are the same. Because of the occurre} 
of a term «- H in the expression for the energy, the magnetic moment ] 
to be the same with respect to the external field in both cases. This meg 
it is numerically equal but opposite in orientation with respect to the sy 
for particle and antiparticle?). 


2. Experimental Tests of Symmetry Operations 


Before the end of 1956 the only experimental problem in connection 
symmetry operations was the determination of intrinsic parities and, 
strictly neutral particles, also of charge parities; as mentioned in Appendix 


1) As pointed out to the author by G. WANDERs it actually suffices to postulate that thi 
is some procedure by which one can extract properties of the unstable particle from |} 
S matrix. i 
*) Similar results hold for higher static moments and also for the distribution of charge }} 
moment densities in space. | 
3) Replacing the loop by a condenser one can show that electric dipole moments (if 
exist) are also opposite for particle and antiparticle. This observation fills a gap 
LANDAU’s proof [32] that CP invariance insures vanishing electric dipole moments. It] 
however, easier to argue directly in a Gedankenexperiment with 7’ invariance and to ay 
the TCP theorem afterwards. ‘ 
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quantum number is connected with the operation of time reversal. The clas- 
sical paper by LEE and YANG [33] opened a new field of experimental problems, 
the empirical decision of invariance or non-invariance under particular sym- 
metry operations. The 7CP theorem enters into this type of problems in two 
ways [3/]. 


1. If one of the three symmetries 7’, C, or P is violated (as P manifestly 
is in weak interactions) then at least one of the two others is also violated?). 
Empirically it appears that also C is violated but there is so far no evidence 
for 7 violation. 

2. Invariance under C or CP can be tested without comparing a process 
between some particles with a process between the corresponding anti- 
particles. One simply tests 7’P or T' instead (which, however, as we shall 
see requires additional assumptions). 


Evidently a general theorem like the 7'CP theorem is needed only if one wants 
to test symmetry properties in a way which is independent of detailed assump- 
tions on the interaction mechanisms. Otherwise one could calculate observable 
juantities in terms of the coupling constants in the assumed interactions; then 
ne would, from the experimental results, draw conclusions on these coupling 
sonstants and compare the conclusions with the restrictions following from 
mvariance under the various symmetry operations. In the following we shall 
mnly be concerned with model independent tests of symmetry opcrations. This 
problem shall, however, be discussed under a wider aspect than that of the 
ypplication of the 7’CP theorem. 

Because of the smallness of all cross sections the only experiments in the field 
weak interactions which practically can be performed, are observations in 
xonnection with decays. Our first aim shall be to express such experiments in 
) mathematical language. For this purpose we introduce the decay matrix 
a|M|\k) which connects states k of the unstable particle (strictly speaking 
pin states for momentum zero) with states a of the decay products (with total 
nomentum zero and total energy equal to the rest energy of the unstable 
yarticle). We do not enter here into the problem of actual calculation of this 
natrix?). In a particular experiment?) one creates an initial situation of the 
instable particles (e. g. alignment of the spins) which can be described by a 
lensity matrix (k| einit | k’). Further one performs particular observations on 
he decay products by means of a special set up of detectors. Also this obser- 
‘ation on the decay products can be characterized by some density matrix‘) 
2’|@anai|@). The (non-normalized) transitions probability from the initial into 
he final situation is then given by 


(init > final) = 
ie | (a | M|k) tk | einie|&’) (a’| | b’)* (2’ [Oana |@) dk dk’da da’. (9) 


| There are also lecture notes by R. GaTTo from the fall of 1956 in whicn this role of the 
'CP theorem is pointed out. 

Cf. Eq. (16) and the remarks in connection with Eq. (28). 

| We only discuss idealized experiments without localization in space. 

| Only in very rare cases the final observation selects pure states (even if one disregards the 
+ that in actual experiments the momenta of the observed particles fall into some finite 
lume in momentum space). Normally one does not observe all decay products simultane- 
isly or one does at least not measure all spins. 
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Before discussing experimental tests of the various symmetry operations, whic 
are all based on Eq. (9), we shall list the behaviour of momenta, spins, al 
charges of particles under the symmetry operations (Table 6). ‘This table is) 
condensed version of Table 5. Reversal of charges (¢—> —q) means the 
particles are to be replaced by antiparticles. It is also noted whether the order ¢ 
events in time stays unchanged or is reversed. 


Table 6 


time order 


reversed 
—q | unchanged 

q | unchanged 
—q | reversed 


SPWAQHK 


The experimental test of pari 

conservation or parity violati 

is now quite straight forwau| 

P anal The logical procedure goes | 

\ yp us| follows: One tentatively assum 
‘nit 


Sek 

ets parity conservation, draws ca} 
clusions on observable qua 
be tities from this assumption aj} 
D tests the conclusions experimé 
Prinal tally. If they are not satisfiq 
b parity is” violated. For pari} 
conservation one has 
Fig 5a Alignment of the spin of an unstable particle, and mo- oe | 
mentum of the observed decay product. b. Reflected (a|M | k) DY (Pa|M| Pk) ‘ ( 

situation. 


(This relation is almost evide}} 
it can be checked using the ¢ 
plicite first order formula Eq. (16) or other perturbation theoretical expr} 
sions.) Let us define reflected density matrices by 


(k | opinit|*’) = (P| oinit| PR’), 
(a’|@panai |@) = ( Pa’|Oana | Pa). 


They obviously characterize reflected situations in which all momenta are 
versed but all spins remain unchanged (cf. Table 6). By a change of the variaby 
of integration (with Jacobian equal to unity) it follows from Eq. (9) that 


w(init + final) = [ (Pa|M| Pk) 
(Pk|oinit| Pk’) (Pa’|M| Pk’)* (Pa’ | enna | Pa) dk dk’ dada’ 
which after application of Eqs. (10) and (11) simplifies to : 
w (init > final) = w(P init > P final). — 


If this relation is not satisfied parity is necessarily violated. 
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We discuss a simple example (i.e. the Wu experiment). Let the spin Siniz of 
the unstable particles be aligned with respect to some particular direction 
(‘‘up’’). Let us observe one kind of decay products with momentum Pana - 
This is shown schematically in Fig. 5a. Fig. 5b shows the reflected situations 
Pinit and P final: the initial spin is still ‘up’ but the momentum of the secondary 
is reversed. (Because of the unquestioned invariance under rotations only the 
angle between the direction of alignment of the primary spin and the momentum 
of the secondary, is relevant.) If parity is conserved, i. e. if Eq. (13) holds, the 
probability for both processes is the same and the angular distribution is sym- 
metric with respect to the plane perpendicular to the direction of alignment. 
In a concise way which, however, requires additional interpretation one says 
that parity is violated if one ‘‘observes”’ the scalar product Sinit - Prana - Indeed, 
if parity were conserved one would observe positive and negative values of 
this quantity with equal frequency.— We mention in paranthesis that the same 
formal expression s - p is also characteristic for the longitudinal polarization of 
decay products from an unpolarized source. 

All parity experiments can be formalized in this way: From the spins characte- 
ristic for the preparation of the initial situation and from the spins and momenta 
characteristic for the observations on the decay products one forms rotationally 
invariant expressions. These quantities then require physical interpretation as 
in the above case. If the quantities contain an odd number of momenta it means 
that they change sign under parity (cf. Table 6) and that their being ‘“‘observed’”’ 
indicates parity violation in the process in question?). 

Invariance under charge conjugation can in principle be tested in an analogous 
way. Eq. (10) is to be replaced by 


(a|M|k) = (Ca| M|Ck) (14) 
and Eq. (13) by 
w (init — final) = w(C init > C final). (15) 


Therefore one has to compare the decay of some particle with the decay of the 
corresponding antiparticle. The usual tests of charge conjugation invariance 
are, however, done on one type of particles only; in this case one applies the 
TCP theorem. 

Performing the 7'CP transformation (or the operation of time reversal) on a 
decay process one meets with the difficulty that the operation reverses the 
order of events in time. So, contrary to the result of an application of P or C, 
a decay process is not mapped into another decay process. It is, therefore, not 
surprising that useful conclusions on decay processes can only be drawn from 
the invariance under symmetry operations which reverse the time order, if 
some additional assumptions are made. 

The consequences of 7CP invariance for decay processes shall be analysed 
under the following assumptions [30]: The particles in question are stable under 
strong interactions (where the terminus ‘‘strong’’ stands for both strong and 
electromagnetic interactions in the usual sense)*) and it suffices to treat the 


1) This rule appears to be simpler than a formulation in which one has to distinguish 
between scalars and pseudoscalars. 

2) More generally one might speak of defining (instead of strong) and decay (instead of 
weak) interactions. 
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weak interactions, responsible for the decay, to first order. The strong int 
actions then define a one-particle state Y, (labelled by momentum and spin 
of the particle) which will decay after switching on weak interactions. Strot 
interactions also lead to scattering states You, of the decay products whi 
are characterized by outgoing particles with quantum numbers a. Worki 
in an interaction representation in which the field operators obey field equatio 
including strong interactions and in which the change of the state vector wii 
time is governed by the weak interaction Hamiltonian H(t) one calculates ti 
decay matrix (a|M|k) from‘),?) 
+ 00 
2164 (k — pq) (a| M|k) = | (Woour, H(t) ¥z) dt. (1 


—-— co 


In terms of the decay matrix the reciprocal mean life J" is given by 3) 
te= 2x [ \(a| M | k)|? 64(& — py) da 


with integration over all final states a. The letter 4 stands for the rest mass | 
the unstable particle. Similarly, branching ratios are obtained by integrati¢ 
in Kq. (17) over selected final states only. Under the assumption of 7CP 
variance OY, is a stable antiparticle state 


with momentum unchanged and spin reversed (cf. Table 6). In the same wil 
one has 


OW cout a= V6 tine ( 4 


The replacement of ‘out’? by ‘in’? is a consequence of the reversal of tin 
order; the state Woain is characterized by incoming arttiparticles with uj 
changed momenta and reversed spins. The “in” states are related to the “ou | 
states through the S matrix of strong interactions 


Poain = SPoaou = [ db (Ob|8|Oa) Porout. . 
For the weak decay interaction H(t) the postulate of TCP invariance meal 
OH (t)O-! = H(—t). 

In this way one finally finds4) 


(a|M|k) = | db(Ob|M|Ok)* (Od|8|Oa) = [ db(Ob| M|Ok)* (a| S|) 
(cf. Eq. (8)). 


1) Strictly speaking relativistic normalization of momentum eigenstates is assumed but th} 
technical detail is unimportant for the general argument. | 
*) The decay matrix in Eq. (16) refers to arbitrary total momentum whereas the one used |} 
Eqs. (9) to (15) was specialized to total momentum zero. 
8) The differential da is a product of relativistically invariant momentum differentials. i) 
*) In quite the same way it follows from 7 invariance that (a|M|k) = / db(To|M|T “| 
EOS | 2'g) =| db (7'b| M| Tk)* (a|S| 6) with well-known consequences (cf. [34]). |} 
the literatur it is sometimes stated that this formula expresses the. final state interacti¢ 
between the decay products though it actually is of a wider validity. 
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Let us make two applications of Eq. (22): 1. The equality of lifetimes of 
particles and antiparticles as a consequence of 7'CP invariance (which was 
proved in Sect. 1) can be checked with this first order formula. Inserting 
Kq. (22) into Eq. (17) one obtains 


ul’ = 2x { (Ob|M|Ok)* (Oc| M|Ok) (a|S|b) (a|S|c)*dadbde (23) 
which, after application of the unitarity condition 
[ (a| |b) (a| S|e)* da = (|b) (24) 
reduces to 
uD = 2x [ \(Ob|M|Ok)|264(k—p,) db. (25) 


Here the right hand side now obviously is equal to the product of the mass 
and the reciprocal lifetime of the antiparticle (the masses are to this order not 
modified by weak interactions and, therefore, equal for particle and anti- 


particle). — 2. If strong interactions are negligeable for the particular decay 
process (practically no scattering between the decay products) 


(a|S|b) = (a|b) (26) 
one obtains from Kq. (22) 
(a|M|k) = (Oa|M|Ok)*. (27) 


If Kq. (27) holds in the presence of TCP invariance we shall say that the 
particular decay process is ‘‘essentially of first order’’. Our derivation was given 
for a first order process in the strict sense; Eq. (27) holds, however, under more 
general premises. Let us assume that the decay matrix can be calculated in 
perturbation theory. Then it can be represented by a sum of terms in which 
the numerators are products of matrix elements of the interaction Hamiltonian 
H (both strong and weak) and the denominator consists of products of energy 
differences. From 7'CP invariance it follows for the matrix elements 


(c|H|d) = (Oc|H|Od)*. (28) 


The energy denominators are real apart from the famous ie. This te only 
matters for vanishing energy denominators, i. e. if an intermediate state could 
also be final state. If the contributions from such intermediate states are neglige- 
able, Eq. (27) is true. In the presence of final state interactions there are always 
intermediate states which also occur as final states and so Kq. (27) is not valid; 
indeed, under additional assumptions it is to be replaced by Kq. (22). It has 

occasionally been discussed whether, for instance, beta decay occurs not directly 
but through some intermediate states; such intermediate states, however, 
cannot be possible final states since, otherwise, they would empirically occur 
as (probably more frequent) additional decay channels. 

Now we come back to the problem of testing C invariance without going over 
to antiparticles. Under the assumption of C invariance one has 


(Oa|M|Ok) = (COa|M|COk) = (TPa|M|TPh). (29) 
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This relation can either be inserted!) into Eq. (22) or into Eq. (27) (when the: 
process is essentially of first order). In the latter case one obtains 


} 


(a|M|k) = (TPa|M|TPk*. (30) 


We discuss the consequences of Eq. (30). Introducing 7'P transformed density 
matrices by 


(kl orpinit| k’) = (T PE’ | eint| TP4), 
(a’ | Orprinal | a) — (TP a| ana |T' Pa’) 


(31) 


we obtain in an analogous way as in connection with P invariance the following 
relation 
w (init > final) = w(7'P init > TP final). ee 


The 7'P reversed situations are obtained by the replacement p—> p, s > — 
(cf. Table 6). If one wants to test invariance under charge conjugation without 
comparing particle processes with antiparticle processes one has to ,,observe‘} 
quantities, invariant under rotations, which contain an odd number of spinsy 
An example is given by the quantity s - p which was already discussed in con) 
nection with parity violation experiments. Conclusions on the violation oj 
charge conjugation can in this way, however, only be drawn in the case oj 
negligeable final state interactions (e. g. only for terms proportional to (a Z) 
in beta decay phenomena). | 
Model independent tests of time reversal invariance (which have nothing to dq 
with TCP) proceed in an analogous manner. If a process is essentially of firs} 
order one has | 


(a|M\k) = (Ta|M|Tk)* (334 
and obtains from this equation 
w (init — final) = w(T init > T final) (344 


where the time reversed situations are characterized by reversed momenta an¢} 
spins. To test time reversal invariance one has to observe rotationally invaria 
quantities which contain an odd number of factors (like (p, x p,) - S$). 

Experimental tests of 7’CP invariance could in principle be done applyinj} 
Kq. (22) or (27). For the validity of these equations additional assumptio 
are to be satisfied. For a direct test of 7CP invariance one would have to com} 
pare reactions between some particles with reactions involving the correspo | 
ding antiparticles. Cross sections of reactions produced by weak interaction} 
are, however, much too small to permit such an experiment. 


Appendix 1 


Antiunitary operators in Hilbert space. 
An operator 7’ mapping any linear manifold D of the Hilbert space H onti 
another linear manifold W CH is called antilinear, if the following relatioj 


1) Essentially the equation obtained in this way was applied by R. GaTTOo [35] to th 
analysis of A° decay. Because of the strong final state interactions this process certainly 
not essentially of first order. 
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holds for any vectors f, g of D and complex numbers a, b 
T(af + bg) =a* Ti + OF Tg. | (A 1) 


Multiplication of an antilinear operator by a linear operator again yields an 
antilinear operator. The product of two antilinear operator is linear. Because 
of equation (A 1) the notion of an eigenspace of an antilinear operator will not 
make sense. For, y being an eigenvector with eigenvalue a, the vector e!* @ is 
eigenvector with eigenvalue e-2** a. 

If D is dense in H, we can define in an unambiguous way the Antihermitean 
conjugated operator 7'' by 


(Tf,9)=(T"'g, f). (A’2) 


Proof: The quantity (7'f, g) is a linear funtional with respect to /. Hence we can 
apply RiEsz’ theorem: corresponding to every g there exists another vector g’ 
in such a way that (7'f, 9) = (g', f) holds. 7" is the operator which maps g into g* . 
We could have called 7’ the transposed operator with respect to 7’, which in 
contrast to the case of linear operators now can be defined independently of 
vector basis in Hilbert space. The same symbol for Antihermitean conjugation 
as well as for Hermitean conjugation points to the important fact, that the 
following relations hold for linear Z and antilinear 7: 


(FT = BT TL Serr Lr) ST Ty. 


By an antiunitary operator W we understand an operator, which maps H onto H 
and which obeys 


for any vectors /, g in Hilbert space. Straightforward arguments show the 
antilinearity of W and the existence of an inverse W-1, which is just identical 
with W". 

Suppose {g,} is a complete system of orthogonal and normalized vectors. 
Expanding Wq, with respect to this system we have 


W op = S Ww (A 4) 
a 


and (A 8) yields 
ite. ioe == Oro (A 5) 
Le 


Remark that (A 5) is just the same restriction, which holds for the matrix 
representation of an unitary operator. Now for the reverse, it is easy to show: 
An operator defined by (A 4), mapping H onto H and obeying (A 5) is unitary, 
if it is linear; it is antiunitary, if it is antilinear. The product of two antiunitary 


operators is unitary. 
Hence any antiunitary operator W can be constructed starting from a fixed 


special antiunitary operator W, by multiplying W, with an unitary operator U. 
As operator W, we can take the complex conjugation in some coordinate system, 
e.g. in r-representation: 


K (r/f) = (r/f)* 


which has the simple properties 
Kittestl,, © i kiveat KG 


24* 
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Appendix 2. 


For the readers’ convenience we think it worthwile to compile some well-known 
results concerning the finite-dimensional irreducible representations of the prope 5 
homogeneous LORENTZ-group. The proper LORENTZ-group is the group of 
transformations of four-vectors | 
| 
) 


, v 
Ky = Dd) Ly Op 
v 
| 


with Det || a | = sign of = + 1. Generators of this group are the six infini, 
tesimal transformations J,, = — J,, (infinitesimal rotations in the wy-plane), 
which obey the commutation relations | 


Clee J ya)- = — Jux Tua — Qva Six | Jua Jox + Jv x hts 


If we introduce 


Ghat) = (1,.25.3) 0¥Cls 


we can calculate 
[M;, M;,]. =i U, 
[N;,N,]- =71, 
[M;,N;]- =90 (anyj,&). 


(j,k, 1) = (1, 2, 3) cyel. 


Consequently the operators M; as well as the N; behave as angular momentun} 
operators and we can use the well-known results concerning irreducible represen | 
tations of the three dimensional rotation group. q 
The finite-dimensional irreducible representations of the proper LORENT4| 


group can be characterized by two integers n, m, the eigenvalue of >’ Nj bein | 


authors prefer the notation D os 5) for this representation) has the dimension} 
(n + 1) (m + 1). on 

The formula for reducing the direct product of irreducible representations agait} 
into irreducible representations reads ; 


D(m, m,) X D(Mq, Mg) = Dm + Mg My + Mg) Que Q Dry + My, | — ms|)) 
D Dim + %—2, M, + Mp) ® vee QD(m + m2 — 2, |m,—mea||| 


@® D(\n,—n9], My + Me) ® se @D(|n,— 9], jm — 7g|)) 


A classification of representations into four classes has been introduced il} 
chapter II, 1. It is trivial, that all the representations in the ‘right-hand sid} 
of the reduction formula belong exactly to one class. We have the followin 
multiplication table of classes. 


The TCP Theorem and its Applications 327 
ee er eee ee en 


A product of quanti- yields a quantity of 
ties of classes class 
TXT tx TD TH, TV XIV lp 
VESQTHES MO ters LL, 
IxIU, IIxIV Til. 
IxIV, IIx III IV. 


M; + N; being the physical angular momentum operator, the field operators 
belonging to classes I and II represent fields with integral spin, those of classes 
III and IV represent fields with half-integer spin. Class I contains tensors of 
even rang, class IT tensors of odd rang. For example we note 


D (0, 0): scalars 

D (0, 1) and D (1, 0): two-component-spinors 

D (1, 1): vectors 

D (2, 0) and D (0, 2): antisymmetric tensor (of 2"7 rang) 
D (2, 2): symmetric tensors with trace 0. 


The basis vectors in spaces underlying representations D(n, m) on one hand 
and D(m, n) on the other can be chosen in such a way, that the representation 
matrices for D(n, m) are just the conjugate-complex of that for D(m, n). Conse- 
quently if wu is a quantity of class III, the operator u' has to be of class IV. 


One of the authors (H. R.) wishes to thank the ,,Gérresgesellschaft zur Pflege der Wissen- 
schaften“ for a grant in aid. 
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Quantenerscheinungen im Radiowellengebiet') 


V.M. FAJn 


Einleitung 


Der Frequenzbereich, in dem radiophysikalische Untersuchungsmethoden An- 
wendung finden, erstreckt sich von sehr langen Wellen mit einigen Kilometern 
Wellenlange bis zu sehr kurzen mit einigen Millimetern Wellenlange. In neuerer 
Zeit dringen die radiophysikalischen Untersuchungsmethoden in noch kurz- 
welligere Bereiche vor, die sich unmittelbar an den infraroten Teil des Spektrums 
anschlieBen (siehe z. B. [1—6]). Im Zusammenhang damit mehren sich die 
Probleme auf dem Gebiet der Radiophysik, die mit den Methoden der Quanten- 
theorie gelést werden miissen. 


Diese Methoden miissen einmal angewandt werden bei der Untersuchung der 
Wechselwirkung elektromagnetischer Wellen mit Atomen, Molekiilen und Ker- 
nen, zweitens in einer Reihe von Problemen, die bei der Untersuchung der 
Wechselwirkung elektromagnetischer Wellen gentigend hoher Frequenz mit 
freien Elektronen auftreten, sowie drittens bei der Untersuchung des Rauschens 
von Kreisen, bei denen die Bedingung hw < kT nicht erfillt ist; w ist dabei 
die HKigenfrequenz des Kreises, 7’ seine Temperatur, 4 die PLANCKsche Kon- 
stante und k die BOLTZMANNsche Konstante. 


Quantenrauschen in Resonatoren wurde ausfihrlich in einer Arbeit von GINZ- 
BURG [7] untersucht. Nach dieser Arbeit wurden viele Artikel, die sich mit 
dem Quantenrauschen besch4ftigten, verdffentlicht [$’—17].Einen gréBeren Raum 
nimmt darin die Frage ein, wie man das Quantenrauschen in Resoratoren mit 
Hilfe freier Elektronen messen kann. Im wesentlichen derselbe Problemkreis wird 
andererseits in einer Reihe von Arbeiten tiber Quanteneffekte behandelt, die bei 
der Wechselwirkung von freien Elektronen mit Hochfrequenzfeldern auftreten 
[18 — 28]. Im ersten Teil bringen wir eine ausfithrliche Untersuchung dieser Frage. 
Die Wechselwirkung elektromagnetischer Wellen im Radiowellenbereich mit 
Atomen, Molekiilen und Kernen (in Gasen, Fliissigkeiten und Festkérpern) 
bildet den Gegenstand des gesamten Gebietes der Radiophysik und Radio- 
spektroskopie. Einige neue theoretische Betrachtungen zu diesen Problemen 
werden im zweiten Teil behandelt. 


1) Uspechi fiz. Nauk 64, 273 (1958). 
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I. Quantenerscheinungen in der Radioelektronik *) 


§ 1. Halbklassische Betrachtung?) 


In letzter Zeit erschienen mehrere Arbeiten, die sich mit Quanteneffekten bey 
schaftigten, welche bei der Wechselwirkung von Elektronen, mit Hochfrequenz| 
feldern in Hohlraumresonatoren auftreten [10—15, 18—27]. In erster Lini¢ 
wurde in ihnen die Dispersion der kinetischen Energie oder der Geschwindigkei; 
der Elektronen, die bei ihrem Durchgang durch den Resonator auftritt, be 
rechnet. Kinige der genannten Arbeiten enthalten falsche SchluBfolgerungen (dai 
bezieht sich vor allem auf die Arbeit [78], siehe [23] und unten). AuBerder 
widersprechen sich die Ergebnisse der Arbeiten gegenseitig. Gleichzeitig ist abe? 
der Durchgang von Elektronen durch einen Resonator in der Elektronik eine 
der wichtigsten Probleme. Dabei ist der Bereich besonders interessant, in dem 
die Frequenzen so hoch und die Temperaturen so niedrig sind, daB die Bedingunj 
io <kT fir klassische Behandlung nicht mehr erfillt ist. Die ausfiihrlichs 
Untersuchung von Quanteneffekten bei der Wechselwirkung freier Elektronet 
mit Hochfrequenzfeldern hat daher besondere Bedeutung. | 
Zunachst untersuchen wir klassisch folgendes Problem: Ein nichtrelativistisches 
Elektron trete mit der Energie K, = mv2/2 zur Zeit t=0 in den Resonator ell 
und verlasse ihn zur Zeit t=1 mit der Energie K, = mv;/2. Der Einfachheif 
halber nehmen wir das elektrische Feld E im Resonator langs der Elektronen| 


nators und ist vollig realistisch). Wenn 


E = E, cos wt + (£, + £)) sin wt 


gilt, erhalt man 
mx = eH, 


pies er) voit <. [E, sin ot +-(H, - H) (1 — coswr)] CM 

Wir nehmen jetzt an, daB H, und EF, ZufallsgréBen sind, so daB 
uw et fees ot v2 
E, = E, = 0 und i= by = 


gilt. Dabei ist d der vom Elektron zuriickgelegte Weg (die Lange des Resonator; 
und V? das mittlere Quadrat der Fluktuationsspannung. Die Mittelung wir¢ 


wie immer in solchen Fallen, tiber ein entsprechendes Ensemble identisch¢{ 
Systeme durchgefihrt. Man sieht leicht, da man bis auf Glieder der Orining| 


2 
MVo 5 


g ) 


RK, = Ky = 


1) Quanteneffekte, die bei der Wechselwirkung von Elektronen mit Hochfrequenzfelde} 
in Resonatoren auftreten. aS 
2) Unter Beriicksichtigung des Quantenrauschens in Resonatoren. Wir folgen in dieses 
Paragraphen im wesentlichen der Arbeit [28]. ef i} 
3) Offenbar muB man dabei voraussetzen, daB die ZufallsgréBen HL, und E£, verglichen 
sin wt und cos wt nur schwach von der Zeit abhangen. 
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29,2 TF 
4e7v5 y2 


a qa sin’ 2 wr (1.3) 


AK,)? = K2 — (K,? = (K, — K,)*— |[(K,— XK)? = 


srhalt. Das in (1.3) vernachlassigte Glied ist von der Ordnung e! und ist klein, 
wenn die Geschwindigkeit des Elektrons beim Durchlaufen des Resonators sich 
aur hinreichend wenig andert. Die letzte Bedingung wollen wir als erfiillt an- 
sehen, wie es auch meist der Wirklichkeit entspricht (das wird auch in den 
anderen Arbeiten an dieser Stelle angenommen). In diesem Fall kann man die 
lugzeit des Elektrons durch den Resonator gleich + = d/v) setzen. Der Aus- 
druck (1.3) nimmt dann die Form an: 


me iety (1.4) 


(AK,? = & y2 ( 
40T 
Fiir den untersuchten Fall, daB 
(Av)? = vw — (0)? << v? 
zilt, ist die Beziehung 


(A V2)? == (AK)? m20-? 


rfillt. Der Faktor (sin 4 wt/4 wrt)? in (1.4) ist durch die Anderung des Feldes 
wahrend des Fluges des Elektrons durch den Resonator bedingt. Gibt es in dem 
Resonator Schwingungen verschiedener Frequenzen, so erhalten wir statt (1.4) 


(AK =e | |v.) (Ay do. (1.5) 


ot 


Dabei ist das mittlere Quadrat der Spannung am Resonator (Kondensator) 
sleich 


T= [Vltdo. 
0 


Bei Beriicksichtigung nur einer Normalschwingung ist der Resonator einem Kreis 
iquivalent, der (der Hinfachheit halber) hintereinander geschaltet den Wider- 
tand R, die Selbstinduktion Z und die Kapazitat C enthalten mdge, so dab die 
mpedanz Z des Kreises bei einer in die Reihe eingeschalteten EMK 6 gleich 


Z=R+i(wL——5) 


wo 
vird. In einem solchen Kreis ist im thermodynamischen Gleichgewicht die 
pektrale Dichte der Fluktuations-EMK nach dem Quantentheorem von Ny- 
UIST [7, 29] gleich 


2 hw hw 
, |S.|? = a) | + aera (1.6) 
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Die Dichte des Stromquadrats wird 


So)? 
Lol = pees 
fol [aoP 
und die Dichte des Quadrats der Kondensatorspannung 
Zo]? |So|? 


[Vo]? = C2w?|Z(w) |? B® C2 @® + (LO w? — 1)" 


Aus (1.5), (1.6) und (1.7) erhalt man 


- 9 he he 
= Rw) (P+ gone) sin + wt\* 
(AK)? =e pant aA pet 
BiG?ot+ (L0a'—1) \ for | 


Fiir einen schwach gedampften Resonator mit der Frequenz w, = 1 VIC g 
wie man leicht zeigt [siehe z. B. [7]) 


— ~ e2 hw ho, sin £@,T\2 | 
Paes. 0 0 20 3 1} 
Cas ea los) 2 1 holt — i)( paaey S| 


Die Integration in (1.8) bis co ist nur bedingt korrekt. Wegen der guten Ka] 
vergenz des Integrals ist das aber im allgemeinen unwesentlich [28]. ! 


§ 2. Effekte 1m Zusammenhang mit der Quantelung des elektromagnetischen Fele | 


Man muB8 betonen, daB die in §1 unter Verwendung der NyQuist-Forn} 


durchgefiihrte klassische Rechnung nur zur Bestimmung von (4K,)? tau 
Um aber zum Beispiel die Energieverteilung des Elektrons beim Austritt aus dd 
Resonator zu erhalten, darf man sich im allgemeinen nicht auf klassische 9 
trachtungen beschranken. Daher ist eine konsequente quantenmechanische 
rechnung von Interesse. 

In der Quantentheorie hat folgendes Problem eine besondere Bedeutung: 
habe ein durch ein Wellenpaket dargestelltes Elektron. Zu einer Anfangsz# 
befinde es sich in dem Hohlraum des Resonators. Danach durchlauft es ihn nj 
einer gewissen mittleren Geschwindigkeit. Die Quantentheorie gibt jetzt 4 
folgende Fragen Antwort: 
1. Wie andert sich die mittlere Energie des Feldes und des Elektrons infolge « 
Wechselwirkung des Elektrons.mit dem Strahlungsfeld? | 
2. Wie groB ist die Dispersion der Energie des Feldes und des Elektrons|| 
einem beliebigen Zeitpunkt? 
3. Wie groB ist die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB sich die Feldenergie um x 
(x = 0,1,2...) andert, wenn die Feldenergie zur Anfangszeit den festen 
(NV +4) hw hatte? if 
Im wesentlichen sind die Antworten auf diese Fragen in den Arbeiten ¥} 
SENITZKY [23—265] enthalten. In den Arbeiten [24, 24] wurde jedoch gezeil 
daB der wesentliche Teil der Dispersion der Elektronengesthwistdigkeit mit dj 
Wellencharakter der Elektronenbewegung zusammenhangt. Man kann indes4 
leicht schen, daf die Beriicksichtigung der Welleneigenschaften des Elektr 
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inwesentlich sein sollte. Die Wellenlange eines Elektrons der Energie K > 10eV 
st <10%cm. Die praktisch erhaltenen Wellenpakete der Elektronen sind 
mmer viel breiter als diese Wellenlinge, so da die klassische Behandlung der 
ilektronenbewegung véllig ausreichen sollte. AuBerdem ist es prinzipiell sehr 
vichtig, das die betrachtete Bewegung der Elektronen in erster Naherung eine 
reie Bewegung (geradlinig und gleichférmig) ist, wenn das AuseinanderflieBen 
ler entsprechenden Wellenpakete dem AuseinanderflieBen eines ,,Schwarms‘ 
dassischer Teilchen entspricht!). Nichtsdestoweniger wird in den Arbeiten 
24, 25] die Bewegung der Elektronen im Resonator mit quantenmechanischen 
lethoden behandelt, und es wird behauptet, da8 man nicht-klassische Effekte 
rhalt. Wie unten in §3 gezeigt wird (siehe auch [28]), konnen wir dieser Be- 
lauptung nicht zustimmen. In der verwendeten Naherung gibt es im wesent- 
ichen keine quantenmechanischen Effekte. 

Wir betrachten jetzt kurz Effekte im Zusammenhang mit der Quantelung des 
lektromagnetischen Feldes, wobei wir das Elektron klassisch beschreiben wollen. 
Das System Elektron + Feld wird durch den HAMILTON-Operator (siehe 


eB. [39]) 
e 2 
(p— 54) 
Hy =>“ —_ + My,, (1.10 
: "One x 
Hy, = 4 (pi + wi? gi), B= = Vi 
seschrieben, wobei 
1 0A 


A= 24,A;(r); divA=0; E=— (1.11) 


e Ot’ 
2 
H = rot A; AA, + | A; = 0; div A;=0; [ A;A;dv = 4n0*6;; 


st und P der verallgemeinerte Impuls des Elektrons. Aus (1.10) folgt mit den 


‘anonischen Bewegungsgleichungen p;= — OH/dq; und g; = 0H/0p;: 
| j 1 pTae  Sae er, V (}) (1.12) 
| Gi 3; Ci mc a C ant : . 


Wenn man den EinfluB des Magnetfeldes vernachlassigt, folgt aus den kano- 
iischen Gleichungen fiir P, und x die Bewegungsgleichung 


ad x e e 
: aE tan anna A; [x(t]. fis 


ie Gleichungen (1.10)—(1.13) sind sowohl in der klassischen wie auch in der 
Quantentheorie giiltig. Beim Quantenfeld werden nur die qg; und p; aus den 


) Diese Behauptung ist nur fiir die Dispersion der Koordinaten und die Dispersion der 
Jeschwindigkeit richtig. Hbhere Momente fallen im allgemeinen nicht mit den klassischen 
usammen. 
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Gleichungen (1.10)—(1.13) als Operatoren aufgefaBt, die den Vertauschung 
relationen 
(ai, Pi] = Ge Pi — PAH = 140i; (1.1 
genugen. 
Sei die mittlere Anfangsgeschwindigkeit des Elektrons v) > Av, wobei Av G 
Geschwindigkeitszuwachs des Elektrons unter Einflu8 des Feldes ist. Da 
erhalt man bis zu einer Genauigkeit von Gliedern erster Ordnung in e 


= — — Am, (1 


wobei K = mv?/2. Zur Vereinfachung wurde dabei angenommen, da nur 
i-te Eigenschwingung des Feldes angeregt wurde'). Die Operatorgleichung (1 
kann integriert werden. 

Offenbar ist das Integral eines Operators wieder ein Operator, der der Beding 


| 
<[Fdt> = [<P dt (1.1 
! 


_geniigt. Hierbei bedeuten die Klammern <> die Mittelung tuber ein entspy 
chendes Quantenensemble (im Unterschied zu dem Querstrich, der die i 
teilung iiber ein entsprechendes klassisches Ensemble bezeichnet). 
Integriert man Gleichung (1.15), so erhalt man 


| 


| 

t | 

K=K,—~* A, pdt. (1. 

é | 

In der angenommenen Néherung (mit einer Genauigkeit bis zu Gliedern | 
Ordnung e) mu8 man in (1.17) das dem freien Feld (ohne Elektronen) entsp} 
chende p; einsetzen: 


Pi = pj (0) cos wt — «; q (0) sin a; t. (14 


Dieser Operator geniigt der Gleichung (1.12), wenn die rechte Seite durch N 
ersetzt wird. Man muB noch eine Wellenfunktion des Feldes y(0) fiir die Anfam 
zeit angeben. Mit (1.16) erhalt man dann (in der angenommenen Naherung) | 
den Mittelwert der Energie des Elektrons 1) 


(K,) = (Ky) — 2 | Ar (pi (b)) dts (1, 
0 


wobei 
(pi (t)) = | y* (0) pi(t) p(0) dq. 


Die Dispersion der kinetischen Energie des Elektrons wird 


(4K 2)") = UG) — (Ka )F = een / dt, i dts {(ps (ta) Bs (ta)) — (pilts)) (wi tah 
0 0 (1/} 


*) Man kann zeigen, daB die Anregung von Schwingungen des ‘Feldes, die keine Hi 
schwingungen sind, unwesentlich ist (siehe z. B. [76]). . 


} 
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Dabei ist die Homogenitat des Feldes benutzt worden und 
Ay es (1.21) 


wobei V das Volumen des Resonators ist. 

Wir betrachten zwei Falle: 

1. Zu einer Anfangszeit hat die Feldenergie des Resonators einen bestimmten 
Wert (N + 4) ia;. Dann ist 


y(0) = Oy (a), (1.22) 
wobei ®y(q;) das HERMITEsche Polynom N-ter Ordnung ist (in entsprechender 
Weise normiert). Fiihrt man in dieser Funktion die Mittelung in den Formeln 
(1.19):und (1.20) durch, indem man beachtet, daB p;,(0) = — if 0/0q;(0) ist, 
so erhalt man 

(eye t Kys), (1.23) 


e 
he el , 
(AK) = Giay WW + 2) bo ( 
Dabei ist C die Kapazitat des ebenen Kondensators. Der Ausdruck (1.24) kann 
in der Form . 


e sin 4 w,T\? 
K,)?) = ~—_H a 
(AK) = Gey Har (0)( ee 
geschrieben werden, wobei H,,(0) die Feldenergie zu dem anfanglichen Zeitpunkt 
ist. In dieser Form fallt (1.25) mit der Formel (1.4) zusammen, da H,,(0) = CV? 
ist. Rein quantenmechanisch ist hier die Beriicksichtigung der Nullpunkts- 
schwingungen. Fir NV = 0 gilt 


(1.24) 


sin 4 a; *) 
‘ 


4. WiT 


(1.25) 


e ha, (sind w;t\? 

K,}}) = *(—=— 1.2 

fener Claw) 2 aes) a) 

2. Ein anderer moglicher Anfangszustand entspricht den minimal méglichen 
Fluktuationen des Feldes [24, 30]. 

1 Ey, VV 
er ac fe yell oe 
(0) aon PiledAca\ests V4 p (1.27) 


1) Wir haben die kinetische Energie mit einer Genauigkeit bis zu Gliedern der Ordnung e 
berechnet. Bei der Bildung des Quanten-Mittelwertes in (1.19) verschwindet jedoch gerade 
das Glied der Ordnung e. Um die Ausfithrungen nicht zu kompliziert zu machen, haben wir 
die Berechnung der Glieder zweiter Ordnung in e bei der kinetischen Energie hier nicht 
durchgefiihrt. Die Formel (1.23) ist daher nur bis zu Gliedern der Ordnung e richtig. Wenn 
man diesen Umstand nicht beachtet, gelangt man zu folgendem Paradoxon. Sei WN (die 
Photonenzahl im Hohlraum) gleich Null. Dann kann ein durch den Hohlraum fliegendes 
Elektron die Anzahl der Photonen entweder vergréBern oder sie gleich Null lassen. 
Es kann die Photonenzahl im Hohlraum nicht verringern. Folglich sollte sich die mittlere 
Energie des Hohlraums vergréBern und die mittlere Energie (K~) des Elektrons verringern, 
so daB (K) + (H;,) = const. Nach Formel (1.23) andert sich aber die Energie des Elektrons 
nicht. 

Wir weisen ferner auf den Umstand hin, daB die Beriicksichtigung der Glieder von der 
Ordnung ¢? in (1.19) sich in der Formel (1.24) fiir die Dispersion der Elektronenenergie in 
Gliedern von hoherer Ordnung als e? bemerkbar macht. Davon kann man sich leicht durch 


direkte Rechnung tiberzeugen. 
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(E, ist die Amplitude des entsprechenden klassischen Feldes). Bildet man al 


dieser Funktion den Mittelwert von (1.18) (wobei man beriicksichtigen mu 
daB q,;(0) = +40/0p,(0) ist), so erhalt man 


Vi : 
(pi) =— Eo ie sin w,b. (1.2) 
Daraus erhalt man mit (1.21) das mittlere elektrische Feld | 
ee 1 4 F 
Mle ert a ore se eter = iy BO (1.2 
Mittelt man ferner den Ausdruck (1.19), so folgt 
Wai 2ijctig eee (1.34 


Mit einer Genauigkeit bis zu Gliedern der Ordnung e fallt diese Formel mit d 


Formel (1.2) zusammen, d. h. der quantenmechanische Mittelwert fallt mit de 
klassischen Mittelwert zusammen. Mittelt man (1.20), so erhalt man 


e ha; (= @,t/2\? 
(w;) 2 w;,t/2 ) 


was exakt mit (1.26) tibereinstimmt, d. h. in diesem Falle beruht die Dispersif 
der Elektronengeschwindigkeit nur auf den Nullpunktschwankungen des Feldi 
Wenn im ersten der betrachteten Falle die Dispersion der Feldenergie H;, 
anfangs Null war (die Energie hatte einen bestimmten Wert (V+ 4)h | 
so hat das durch die Wellenfunktion (1.27) beschriebene Feld eine ziemlich gr a| 
Dispersion, namlich 


(AK) = G 


V (4H, (0))?) = Vaw V (Hi (0))- (1. 


Die Wabrscheinlichkeit, in dem Hohlraum eine Energie (N + 4) ha, zu find¢ 
wenn sich das Feld in einem durch die Wellenfunktion (1.27) beschriebent 
Zustand befindet, wird in der Tat durch die Formel [24, 30] 


| Ayl? = e% 8 (WI) (1. 
bestimmt, d. h. durch eine Poisson-Verteilung mit dem Mittelwert NV 
EV 
N)=&=-—" j 
( ) é Sah Oy 


Bekanntlich ist die Dispersion der Teilchenzahl in diesem Falle 


V (N?)— (WY? = VN). (1.f 


Daraus folgt Formel (1.31). 
Die in diesem Paragraphen durchgefiihrte quantenmechanische Ableitung | 
Formel fiir die Dispersion der Elektronenenergie rechtfertigt die in § 1 gegeby 
halbklassische Ableitung. Die Formel (1.24) gemittelt tiber ein Ensemble }j 
Oszillatoren, das sich in einem Thermostaten der Temperatttr.J' befindet, ff] 
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klarer als die quantenmechanische, und zweitens sind die Formeln (1.5) und (1.6) 
fir beliebige Dampfung giiltig, was daher auch auf (1.8) zutrifft. Bei Verwendung 
der Stérungstheorie, die wir implizit in diesem Paragraphen benutzt haben, muB 
man die Dampfung jedoch als klein annehmen. 
Wir vergleichen die erhaltenen Formeln fiir die quantentheoretische Dispersion 
der Elektronenenergie mit denen der Literatur. Der Ausdruck (1.9) fallt mit den 
Formeln (15) aus [12] und (23) aus [13] zusammen. Der Ausdruck (1.8) unter- 
scheidet sich von den entsprechenden Formeln in [13] der Form nach nur da- 
‘durch, da8 in [13] als aquivalenter Stromkreis ein Stromkreis mit parallel ge- 
schalteten R, L und C gewahlt wurde. Es ist nicht schwer, die entsprechenden 
Rechnungen durchzufiihren. In Formel (31) fir ((4v,)?) = ((4K,)?) m-2 v,-? 
der Arbeit [24] fiihrt man das mit der Quantelung des Feldes verkniipfte Glied 
miihelos in die Form 


; 


e ha; /sint aw, 7\* 
: mv 2 ( 4a,T 
| 
liber, was der Formel (1.26) entspricht. Die anderen Glieder aus Formel (31) 
der Arbeit [24] sind mit der Darstellung des Elektrons als Wellenpaket verkniipft 
(siehe § 3). In den Arbeiten [18, 19, 21, 26, 27] aber verwendet man einen anderen 
Ausdruck fiir die Dispersion der Elektronengeschwindigkeit 


((4K7)?) = (hw)? (N+ N-), (1.35) 


wobei VN, iw = W, und N_hw = W_ die klassische Gesamtenergie ist, die von 
dem Elektron wahrend der Beschleunigung aufgenommen bzw. wahrend der 
Verzégerung abgegeben wird, so daB die gesamte Anderung der Elektronen- 


energie wahrend der Zeit + gleich 
| K, — K, = W. — W- 


wird. Dabei wird N. und N_ als die mittlere Anzahl der absorbierten bzw. 
‘emittierten Photonen aufgefaBt. Offensichtlich stimmt die Formel (1.35) nicht 
mit den oben angegebenen Formeln itiberein. So wird zum Beispiel fiir eine 
beliebige Zeit nach Beginn der Wechselwirkung die rechte Seite von (1.35) 
‘nicht Null, wahrend (sin w,t/2/a@;7/2)? in (1.26) fir w;t = ka verschwindet. 
Dieser Vergleich zeigt, daB die Formel (1.35) nicht richtig ist und die an sie an- 
kniipfenden Uberlegungen nicht streng sein kénnen?) (siehe auch [23]). 
‘Untersuchen wir kurz die Wahrscheinlichkeit dafiir, dali die Feldenergie sich 
um die GréBe nhw (n = 0, + 1,...) andert [12, 13, 23]. Beschrankt man die 
Betrachtungen auf eine Eigenfrequenz des Feldes im Hohlraum-Resonator, so 
kann der HAMILTON-Operator (1.10) mit einer Genauigkeit bis zu Gliedern der 
Ordnung e in der Form 

2 

H= = — ~-AP+4 (of + of @) 
2m mc 

1) Es ist wahrscheinlich von gewissem Interesse, diese Uberlegungen hier anzufiihren [26, 27]. 
Man nimmt an, daB die Elementarakte der Ausstrahlung von Energiequanten 4@ durch 
das Elektron statistisch unabhangig sind. Dann ist die Dispersion (4 (N.— N_))? ~ 
= N, + N_ woraus (1.35) folgt. 
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geschrieben werden mit 


Das Glied 


(oe yy © (1.3) 
m j 


wird als kleine Stérung aufgefaBt. 
Wir nehmen an, da8 vor Beginn der Wechselwirkung der Kreis sich in eine: 
Zustand befindet, der durch den ungestérten HAMILTON-Operator beschriebe 


gestoérte Wellenfunktion des System von der Form 


a 


V = S avysdypjexp|—~ 7 (B+ B) ¢]. (1.3) 
857 | 


Dabei ist p, die ungestérte Wellenfunktion des Oszillators und g; die ungestérj 
Wellenfunktion des Elektrons. Im Moment des Einschaltens der Wechselwirku ! 
ist ! 
a =1, b,=1, a,=0 (sAn), 6=0 (jf 4m). 

Man kann dann zeigen, da zu einem beliebigen Zeitpunkt ¢ nach Beginn dd 
Wechselwirkung | 
ent (Ett Bi — En — En 

2h 
(EZ, + H, — H, — £,,)? 


t 
| ay, (t) by(t) |? = 4 | Hei; nm|* 


gilt, wobei 
; e e 
Ja Bie gee a ag | veer (AP) Yn Pm dty dT, A Ai P4dimQen me 
Hierbei ist q,, das Matrixelement fiir den Ubergang zwischen den Oszillato} 
zustanden mit den Energien Z, und EH, und P,, der mittlere Elektronenimp 
Benutzt man die Gleichung (1.38) mit der Anfangsbedingung 6, (O) ==" 49 
erhalt man 


46° Ai Pia» Gin 


lar) = eat 


sin? } @;t, (1.34 
wobei w; = (LE, — E,)/h die Oszillator-Eigenfrequenz ist. (1.39) gibt die Wah 
scheinlichkeit fiir eine Anderung der Feldenergie um ’; zur Zeit t. i} 
Wir nehmen an, da8 der Hohlraum geniigend klein ist und die Lange d hat. Dj 
Zeit der Wechselwirkung wird durch die Naherungsformel 


mda 


te 


ve Av | | 
gegeben. Wir erhalten schlieBlich folgende Ausdriicke fiir die Wahrscheinlichkei | 
da8 sich die Feldenergie um + & q; andert: 


e? /sinw;t/2\2 N+ 1 
2 = 
|e (7)| ha; C ( wo, 7/2 2 
e = /sin w,t/2\? N 
ha,C w;t/2 2 


fir k=N~ 1> 


eo en ae 
fir k= N—1. 


| a, (z) |? = 
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In der Arbeit [23] wurden entsprechende Formeln ohne Benutzung der Stérungs- 
theorie abgeleitet, die unter der Bedingung N > 1 gelten. 


§ 3. Effekte, die mit dem Quantencharakter der Elektronenbewegung zusammen- 
hangen?) 


Wie bereits in § 2 gezeigt wurde, ist die Beriicksichtigung der Quanten-Eigen- 
schaften der Elektronen in den untersuchten Fallen nicht unbedingt notwendig. 
Da jedoch in den Arbeiten [24, 25] die entgegengesetzte Behauptung aufgestellt 
wurde, wollen wir zeigen, daB die Ergebnisse von [24, 25] auch rein klassisch 
erhalten werden kénnen. Zu diesem Zweck nehmen wir wie in (24, 25] an, daB die 
Anfangslage des Elektrons durch die Verteilung 


R(ry,t = 0) dr, = e-r/h* dry (1.41) 


mls b8 
gegeben wird. Die mdglichen Anfangsgeschwindigkeiten des Elektrons schreiben 


wir in der Form v = v) + w, wobei w eine ZufallsgréBe ist, deren Wahrschein- 
lichkeitsverteilung die Gestalt 


b3 rT 
Q(p) dp = Fgh "dp, p=mw (1.42) 
hat. Dabei sind 6 und f gewisse Konstanten (in [24, 25] wird die Konstante f mit A 
bezeichnet). Um die GréBe v(t) zu erhalten, miissen wir die Gleichung (1.13) 
integrieren. Wir erhalten 


v(t) = % — <, |S ptt) At) dt,, (1.43) 
0 


wobei 


A; (t,) = A;[r(4)]. 


Da die Wechselwirkung des Elektrons mit dem Feld als klein angenommen 
wurde (siehe [24, 25]), setzen wir A;[r(t)] = A;[1) + (UV) + w) t]. Beriicksichtigt 
man ferner, daB r, + wt klein gegen vot ist (die Anfangsverteilung wird hin- 
reichend scharf angenommen), so erhalten wir 


Aj (t) ~ {{1 + 62(t) A] Ai(r) }e- ot = iE = a) A,(r)| ae (1.44) 
b2 fis? 
6? (t) == vy =F (55) ’ 

wobei beriicksichtigt wurde, daB wegen (1.11) 4A; = — wi/c? A; gilt. Der 


Querstrich bedeutet wie auch weiterhin die Mittelung tiber beide Verteilungen 
(1.41) und (1.42). 


1) In diesem Paragraphen folgen wir im wesentlichen der Arbeit [28]. 
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Wenn in dem Resonator nur eine Schwingung der Form s angeregt wird, so ist 


} 


p(t) = — 6;, cH, sin w;¢'), 


da man p,(t) hier als klassische GréBe auffaBt. Bericksichtigt man das eben 
Gesagte und (1.44), so folgt aus (1.43) 


BH) = + Sef A 0) oi oh | 


t 
3 | 
0 


Dieser Ausdruck stimmt exakt mit der entsprechenden Formel (21) aus [24]] 
tiberein, wo die GréBe A, mit u, bezeichnet ist und das zweite Glied in (1. 45), 
quantenmechanische Korrektur erster Ordnung genannt wird. 
Wir suchen jetzt die Dispersion zur Zeit ¢. Dazu setzen wir 


vz (t) = v,(0) + Avs (1.46)| 
wobei?) | 


t 
é 2 
Avg = — 55, | Ault) palt) dt. 
0 


Daraus folgt 


[A ve(t)? = [ve (t) — ve(t) = [v2(0) — v2(0) 1+ 


+ [(4v2)* — Ave] + 2 {(ve(0) 42) — v,(0) Ao,). (1.47)} 

Aus Gleichung (1.42) finden wir 
SOT TAY TANS ‘ks | 
v7(0) — v,(0) = mb?" (1.48)| 


Jetzt berechnen wir die zweite eckige Klammer: 
t t 
_ * : 


S c2 | a, | dt, A,(t,) A,(t2) Ps (ty) Pe (te) - 


0 0 


(4 v;)* . 


Analog (1.44) folgt 


a eka ane ee b 2 
Af) Ale) = [1+ (S) Wa + Pat + 


Bis (54) (t, Vy + te V2) | 4 3(7,) A, Fs) 


1, = Vols; M2 = Vols 


———— ce 
Sra 
a) In diesem Paragraphen ist A; auf Eins normiert. 


2) Wir werden im folgenden iiberall A, statt A,, schreiben. 
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und daraus 


(4v,)?— Av, = 


[ 
ces 


ere rT [as [ay {22 Sin W, t, Sin w, f, [its (ser) + 


o 3 
b 
+ (3) | PaPedury Avira : 
Y; = Voli; V2 = Vol: 


Wir vereinfachen und erhalten 
2 b ‘ 
her 29h. ot 72 a9 aT 
(4 v,) A Vet aes xe, 2 sin (4 *) VA, (r) 4- 


Xe 


2 
/ fax(e sin © 2) 7 A,(r) , (1.49) 
2mvib Vo 

ay y=z=0 


Die Punkte x, und x, begrenzen den Teil der x-Achse, der innerhalb des Hohl- 
raums liegt. 
Auf dieselbe Weise kann man 


e 
0,(0) Av, = Av, + ae B2 wee 1 Pa (4) by is Gdn, (1.50) 


und v,(0) - Av, = % Av, 


erhalten. Aus den Ausdriicken (1.47), (1.48), (1.49) und (1.50) folgt der gesuchte 
Ausdruck fiir die Dispersion der Geschwindigkeit 


255 Napanee at Bi FIM LR NL HOR Ws 
vz (t) — v,(t)° = amb? 1 a [a Tease sin : x) + 
cat 
Xe 2 
=f wai kee dz(asin 2 x VA,(r) 
m* v5 % 
Ly y=z=0 
Le 2 
2 92 fh2 : 
fe S fas (sin ot *) VA,(r) (1.51) 
0 be ti 
: Hy y=z=0 


Dieser Ausdruck stimmt exakt mit dem Ausdruck (30) aus [24] tberein mit 
Ausnahme des letzten Gliedes, das mit den Fluktuationen des Feldes zusammen- 
hangt und in den Paragraphen 1 und 2 abgeleitet wurde. 

In der Arbeit [25] wird die Dispersion des Feldes berechnet, sie enthalt Glieder, 
die mit der Unbestimmtheit der anfanglichen Lage und Geschwindigkeit des 


25° 
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Elektrons zusammenhangen. Diese Glieder kénnen auch klassisch erhalten 
werden. Man lost also in der in [24, 25] verwendeten Naherung durch quanten 
theoretische Methoden das klassische Problem des Einflusses der anfinglichen 
Streuung der Lage und Geschwindigkeit des Elektrons auf die Dispersion der 
Geschwindigkeit und des Feldes beim Durchgang der Elektronen durch den 
Resonator. 
Die entsprechende klassische Rechnung ist natiirlich unverhaltnismaBig ein: 
facher und durchsichtiger. Das einzige quantenmechanische Element in all 
diesen Rechnungen kann man darin sehen, daB die Verteilungen (1.41)—(1. 42) 
einem Wellenpaket entsprechen, das in Ubereinstimmung mit der Unbestimmt- 
heitsrelation bei vorgegebenenRaumabmessungen von minimaler Impulsunscharfé ei 
ist, wenn man in (1.42) f = hf setzt, wie es in [24, 25] gleich von Anfang an ge: 
macht wurde. 4 = h/2z ist dabei die PLANCKsche Konstante. Diese Beschrankungt 
der Anfangsverteilungen (1.41)—(1.42) andert nichts an dem _ klassische . 
Charakter dieser Berechnung der Dispersion der Geschwindigkeit. Praktisch hat 
das keine wesentliche Bedeutung, da unter den wirklichen radiophysikalischen| 
Bedingungen die Impulsverteilung immer wesentlich breiter als die minimale 
quantenmechanische Verteilung ist, d.h. breiter als die Verteilung (1.42) mit 
f = h. Tatsachlich ist ja fir b = 10-3 cm die Streuung der Geschwindigkeit 
himb ~ 10° cm/sec, wahrend die thermische Geschwindigkeit des Elektrons} 


vw V3kT2m~4- 10°) T ~ 4- 10° cm/sec fiir T ~ VK ist. 


der einzige Quanten-Effekt in dem hier behandelten Problem hangt mit dem} 
EinfluB der Feldquantelung und speziell mit der Existenz der Nullpunkts4 
schwingungen zusammen, was durch die Formeln (1.8), (1.9) und (1.26) ausge: 
driickt wird. Dieser Quanten-Effekt ist jedoch sehr klein!). Wenn man sich nulj 
auf die Nullpunktsschwingungen eines schwach gedampften Kreises mit wy-tT< 1] 
beschrankt, so erhalt man s. [(1.9)] | 


(4K,)? = m?v2 (Av)? = — —°. (1.52) 


Daraus folgt V(d v)? =~ 2-10? cm/sec, wenn man fir die Kapazitat C ~ 1 cm, fii 
die Anfangsgeschwindigkeit vg ~ 10° cm/sec und fiir die Frequenz w)~2-10!2H. 


cm/sec fir 7’ ~ 1°K betragt (s. obén). 


II. Einige Fragen der Radiospektroskopie 


§ 4. Besonderheiten der Radiospektroskopie 


Die Radiospektroskopie ist eines der jiingsten Gebiete der Physik. Es gibt jedocl} 

schon eine ganze Reihe von Ubersichten und Monographien, die sich mit ihj} 
beschaftigen (siehe z. B. [31—37]). In diesem Artikel behandeln wir hauptsachi} 
lich einige Fragen, die in der Literatur noch keine ausfiihrliche Untersuchung 
gefunden haben. - 


1) Die Dispersion der Energie des Feldes braucht dabei jedoch nicht iein' ZX sein te. Form “ 
(1.31)]. 
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Vom theoretischen Standpunkt gibt es in der Radiospektroskopie einige Be- 
sonderheiten, die sie von der optischen Spektroskopie unterscheiden. 

1) In der Radiospektroskopie geniigt die Energiedifferenz zweier Energieniveaus. 
des quantenmechanischen Systems der Bedingung 


|Z, — E,| < kT. (1.52a) 


2) Die Lange der ausgesandten Radiowellen kann den Abstand zwischen den 
strahlenden Objekten wesentlich iibersteigen. 

3) Im Radiowellenbereich kann es geniigend hohe elektromagnetische Feld- 
starken geben. 

Die erste Besonderheit fiihrt dazu, daB die Besetzung der Niveaus EZ, und E, 
im Zustand des thermodynamischen Gleichgewichts ungefahr gleich gro8 ist, 
so da8 die induzierte Emission eine wesentliche Rolle spielt [38, 31]. Wahrend 
im optischen Frequenzbereich der Absorptionskoeffizient fiir elektromagnetische 
Wellen einfach proportional der Anzahl n, der in dem untersten der beiden be- 
trachteten Energieniveaus EZ, und £, befindlichen Elektronen gesetzt werden 
kann, fihrt im Radiowellenbereich die gleichzeitige Beriicksichtigung der Ab- 
sorption und der induzierten Emission, sowie auch der méglichen Abweichung 
des statistischen Gewichts von Eins dazu, da8B der experimentell beobachtete 
Absorptionskoeffizient dem Ausdruck 


Ez, E,-£, h 
Ty ee EP —eF n, hw 
PRM adh SRR a (1 ee ee ae 
91 Je 


proportional ist. Dabei sind g, und g, die statistischen Gewichte der Niveaus F, 
bzw. #, und 7, und n, die Besetzungszahlen dieser Niveaus, hw = H, — &,. 
Wegen der zweiten Besonderheit im Radiowellenbereich kann man im allge- 
meinen die spontane Emission der Molekiile nicht unabhangig voneinander be- 
trachten, sondern mu8 die Ausstrahlung des Molekiilsystems im ganzen unter- 
suchen [40— 43] (siehe auch §§ 5, 6, 7). In diesem Fall zeigt sich, daB die Intensi- 
tat der spontanen Emission der Molekiilzahl im allgemeinen nicht proportional 
ist und die natiirliche Linienbreite von der Gesamtzahl der Molekiile des Gases 
abhangt. 

Aus der dritten Besonderheit folgt die Erscheinung der Sattigung. Sie besteht 
darin, da8 fiir hinreichend groBe Felder die Absorptionsleistung des Systems 
nicht von der Intensitaét der auffallenden Strahlung abhangt. Man kann diese 
Leistung unschwer abschatzen. Wenn das Feld hinreichend stark ist, kann das 
Molekiil in der Zeit zwischen zwei ZusammenstéBen (~ 1) viele Uberginge 
zwischen den betrachteten Energieniveaus #, und £, machen (die Frequenz des 
Feldes ist w ~ (H, — E,)/h). Die StoBe treffen also das Molekiil mit der gleichen 
Wabrscheinlichkeit in dem oberen wie in dem unteren der beiden betrachteten 
Zustainde an. Befand sich das Molekiil beim ZusammenstoB in dem oberen Zu- 
stand, so erfolgte die Absorption eines Quants hw, war es in dem unteren, so fand 
keine Absorption statt. Die in diesem Fall absorbierte Leistung wird also gleich 


1 
P= ge Many ho, 


wobei 1/27 die Zahl der St6Be pro Zeiteinheit ist, bei denen eine Absorption 
erfolgt und mx, die Zahl der aktiven Molekiile, die gleich der Differenz der 
Anzahlen der Molekiile im unteren und oberen Niveau ist. 
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Diese Sattigungserscheinung kann zur theoretischen Erklarung der Arbeit di 
Molekular-Generators herangezogen werden [52—54]. 
Bei sehr hohen Leistungen der auffallenden Strahlung kann eine Sekunda& 
strahlung entstehen, deren Frequenz von der Strahlungsleistung abhangt [5 
(siehe § 8). | 
In den folgenden Paragraphen behandeln wir eine Reihe von Quanten- Effekte; 
die mit den aufgezahlten Besonderheiten der Radiospektroskopie zusamme: 
hangen. 


§ 5. Kohérenz bei spontaner Emission | 


Gewohnlich berechnet man die spontane Emission, indem man von der Annahn 
ausgeht, daB die Gasmolekiile unabhangig voneinander strahlen. Dann ist di 
Intensitat der Strahlung gleich der Summe der Intensitaten der Strahlungen dj 
einzelnen Molekiile, und die Breite und Form der ausgestrahlten Linien werd¢ 
durch die Eigenschaften des isolierten Molekiils bestimmt. 
Die Annahme, daf die Molekiile unabhangig voneinander strahlen, ist wohl ni 
dann gerechtfertigt, wenn der Abstand zwischen den einzelnen Molekiilen vij 
groBer ist als die Wellenlinge der ausgesandten Strahlung. Das ist im optische 
Wellenbereich im allgemeinen der Fall. Doch kommen auch hier Faille vor, w 
das Verhaltnis umgekehrt ist. Wenn aber viele Molekiile einen Abstand voneii 
ander haben, der viel kleiner als die Lange der ausgestrahlten Wellen ist, miiss¢ 
diese Molekiile als einheitliches quantenmechanisches System behandelt werdej 


Selbst bei Abwesenheit einer direkten Wechselwirkung zwischen den Molekiild 
existiert hier nimlich immer eine indirekte Wechselwirkung durch das allg} 
meine Strahlungsfeld: Jedes Molekiil befindet sich sowohl in seinem eigen¢ 
Strahlungsfeld wie auch in dem Strahlungsfeld der Nachbar-Molekiile. | 
Das Wesentliche an diesem Problem kann man leicht durch eine klassisc}{ 
Analogie einsehen. Als klassisches Analogon des Systems aus n Molekiilen die 
ein System von Oszillatoren, die ein Gebiet < /% einnehmen mégen. In Dipd 
naherung wird dann die Kraft der Strahlungsdimpfung, die auf jeden Oszilla 

des Systems wirkt, gleich | 


ee ee ee | 
Frag = 301 eer, (2.)) 


wobei 7, der Verschiebungsvektor des k-ten Oszillators ist und e, die Ladung. | 
Wenn eine direkte Wechselwirkung fehlt, geniigen die Koordinaten r, de} 
Gleichungssystem | 

Lhd oa Ok Ng a eo Fae. 2 e; Ts. (2) 
Wegen der Wechselwirkung mit dem allgemeinen Strahlungsfeld ist die Bew 
gung jedes Oszillators also nicht unabhangig von den anderen, sondern wi 
durch die Bewegung der anderen Oszillatoren mitbestimmt. 
Kine Quantentheorie der kohérenten spontanen Emission eines Gases wurde v¢ 
DICKE [40] aufgestellt. Wir fiihren jetzt kurz einige Ergebnisse dieser Arbeit ai 
Wir betrachten ein molekulares Gas, das sich in einem Hohlraumresonator bi 
findet, dessen Dimensionen klein gegen die Wellenlinge sind: Rer Einfachh 
halber nehmen wir an, daB die Molekiile des Gases nur zwei nichtentartel 
Energieniveaus #, und E_ haben (EZ, > E_). Die Strahlung der Molekiile wi 
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in Dipolnaherung behandelt. Weiter nehmen wir an, daB sich die Molekiilwellen- 
funktionen nicht iiberlappen und Symmetriefragen der Molekilzustande keine 
Rolle spielen. Dann kann der HAMILTON-Operator des Molekiil-Systems ohne 
Beriicksichtigung des Strahlungsfeldes in der Form 


é 


n 
H = Hy + E > Bs (2.3) 
= 


geschrieben werden. Dabei ist EZ = iw) = EL, — E_. H, wirkt auf die Massen- 
mittelpunkts-Koordinaten der Molekiile und stellt die Energie der fortschreiten- 
den Bewegung der Molekiile und die intermolekulare Wechselwirkungsenergie 
dar. HR;, ist die innere Energie des j-ten Molekiils und besitzt die Eigenwerte 
+ 4 #. In diesem Fall ist die Niveaudifferenz des Molekiils gleich H = HE, — E_. 
H, und alle Rj, kommutieren untereinander. Man kann also solche Eigenfunk- 
tionen des Energieoperators wahlen, die gleichzeitig Eigenfunktionen von H,, 
tis, Lvs, ... sind. 

Derartige Eigenfunktionen haben die Form 


Pom = Uy (ty,...%s) [+ ——...+—— 4; (2.4) 


11,-++, T, sind dabei die Massenmittelpunkts-Koordinaten der Molekiile. Die 
Symbole + und — bezeichnen die inneren Energien der verschiedenen Molekiile. 
Wenn sich z. B. in einem System aus 5 Molekiilen das 1., 3. und 5. Molekiil im 
unteren Zustand #_ befinden und das 2. und 4. Molekiil im oberen Zustand £,, 
so hat also die Wellenfunktion die Form Y,,, = U,(1r1, 12,13, 14,15) [—+—+-—]. 
Wenn wir die Anzahl der + und —-Symbole durch n, bzw. n_ bezeichnen, so 
wird m durch 


m = 4 (n, — n-_) (2.5) 
Mofiniert. Offensichtlich ist n = n,-+ n_ die Zahl der Molekiile des Gases. Die 
Gesamtenergie des Gases hat dann die Form 


Em = E,+mE, (2.6) 


wobei E, die Energie der fortschreitenden Bewegung und der Wechselwirkung 
der Molekiile ist. Der Entartungsgrad der Energie E,,, betragt 


n! n! 


nin! (kn +m)! (kn —m)!" (2.7) 


A dem HAMILTON-Operator (2.3) wirkt der Operator H, auf die Massenmittel- 
punkts-Koordinaten, so daB 


HU jb; (2.8) 
gilt, wihrend R;, auf die Symbole + und — an der j-ten Stelle in[+ — ...—+] 


wirkt. Bis auf einen Faktor 4 ist der Operator Rj, der dritte PAULIsche Spin- 
operator mit der Matrixdarstellung 


=(i 0 
| iL weaast Viesgte f 
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Weiterhin brauchen wir noch zwei Operatoren R;, und Rj, die den andere 
beiden PAuLischen Operatoren analog sind: 


. a igeb ie nerdy 0 —1 
On = 1 0 ’ hres ( i 0 C 
Die genannten drei Operatoren R;,, Rj. und R;,; werden folgendermaBen dey 
niert 


Bp. a vie Pe ahh eae Deep 
Rys [... wk er ier ce | (2 
1 Se Sad toate: T° al irons aera 


AuBerdem fiihren wir noch die Operatoren 


n 
Ry = > Rix, Kiel (2. f 
j=1 
ein, sowie | 
R? = R24 R+ R. (2.14 
In diesen Bezeichnungen wird 


He= Hpk k, (2.4) 
und 


Ry Pom = OE ym. (2.4 


Der Operator der Wechselwirkungsenergie des j-ten Molekiils mit dem Stra 
lungsfeld kann in der Form 


H; = — A(r;) 3’ —— P, 


k MC 


geschrieben werden, wobei A(1;) das Vektorpotential des Strahlungsfeldes 
Massenmittelpunkt des j-ten Molekiils ist. e,,m, und P;, sind Ladung, Masse uj 
Impuls des k-ten Teilchens im Molekitl. In der verwendeten Naherung vernaq 


Form 


pate hae | Mah 
Hj = cid penta 


schreiben. Da die innere Energie des Molekiils nur die zwei Werte + H/2 | 
nehmen kann, kann man den Operator H; als Hermitesche Matrix zweiter O} 
nung mit verschwindenden Diagonalelementen Sak. Ein beliebij} 


1) Die Annahme der verschwindenden Diagonalelemente in dbx Weahesh avant 
stért die Allgemeinheit der Betrachtungen nicht, da bei allen unten zu tidhenden Schliis: 
die Diagonalglieder keinen Anteil haben. 
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erartiger Operator kann aber in folgender Form?) geschrieben werden 


ie Vektoren e, und e, sind reelle Konstanten, die von der Molekiilsorte ab- 
angen. Die gesamte Wechselwirkungsenergie kann also durch 


H’ = — A(0) (e; Ry + e, R,) (2.14) 


argestellt werden. Man sieht unschwer, daB die Operatoren AR,, AR, und AR, 
enselben Vertauschungsrelationen gehorchen wie die drei Kerponenten des 
rehimpulses. Der Operator der Wechselwirkungsenergie ist also der Auswahl- 
sgel 

Am=+1 


nterworfen. Im allgemeinen hat er nichtverschwindende Matrixelemente zwi- 
chen den gegebenen Zustinden (2.4) und der Menge der anderen Zustande mit 
im = + 1. Um die Berechnung der Wahrscheinlichkeiten der spontanen Uber- 
ange zu vereinfachen, werden stationaére Zustiande eingefiihrt, die so gewahlt 
ind, daB der Operator der Wechselwirkungsenergie nichtverschwindende Matrix- 
lemente fiir Uberginge zwischen dem gegebenen Anfangszustand und zwei 
nderen Zustanden mit gr6éBerer und kleinerer Energie erhalt. Diese stationaren 
jastande werden folgendermaBen eingefiihrt. Die Operatoren H und R? kom- 
autieren. Folglich kann man als Wellenfunktionen der stationaren Zustande die 
tigenfunktionen des Operators R? wahlen. Die neuen Zustande werden Linear- 
ombinationen der Zustande (2.4) sein. Der Operator R? besitzt die Eigenwerte 
(r + 1), wobei 7 eine ganze oder halbzahlige, positive Zahl ist, die 


|m|<<r<in (2.15) 


entigt. Die Quantenzahl r kann ,,Kooperationszahl“ (cooperation number) des 
tases genannt werden. Die neuen Eigenzustande wollen wir mit Y,,,, bezeich- 
len, wobei 


AY pins = (EL, at m E) Pome (2.16) 
Des a eet o (le eC (2:17) 


ilt. Alle Zustande Y,,,, auBer dem Zustand Y,n/2, ng sind immer noch entartet. 
Tach Orthogonalisierung und Normierung aller Zustande mit gegebenem m 
nd r haben wir ein vollstandiges orthonormiertes Funktionensystem, mit dem 
aan die Matrixelemente des Operators der Wechselwirkung (2.14) berechnen 
ann. Es ergibt sich (siehe z. B. [57]?) 


_ [H- Vet (rm +1), 
| a ae +m-+ 1), 


(g,7,m|H'| 9,7, mF 1) (2.18) 


Tatsachlich kann ja jeder beliebige Operator der erwahnten Art folgendermaffen ge- 
shrieben werden 


0 ay—ta\ + /0 -1\_ 0 —i\ Lessig Lage 
Ee . 0 ene 0 + a, i 0 = A, 0, + Ay 92 (a, Ry, + a Rj2) 


Die Auswahlregel Ag = 0 folgt aus der Tatsache, daf H’ von den Koordinaten unab- 
ingig ist [40]. 
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wobei H’,- das Matrixelement des Ubergangs H, — H_ fir ein isolie} 
Molekiil ist. 
Benutzt man (2.18), so findet man leicht die Intensitat der spontanen Emiss 
des im Zustand (r, m) befindlichen Gases: 


IL=I1,(r +m) (r—m + 1). (2 


I, ist dabei die Intensitat der spontanen Emission des isolierten Molekiils, 
sind also gebundene Grundzustande des Gases méglich, wenn die Intensitat) 
spontanen Emission dem Quadrat der Molekilzahl proportional ist. Der Zust} 
r = n/2;m = 0 ist zum Beispiel von dieser Art. Die Strahlungsintensitat dé 
diesem Zustand befindlichen Gases ist gleich 


T=4tn(tn+1)hejpn*h. ( 


Andererseits gibt es auch Zustande des Gases, die tiberhaupt keine Energie ‘ 
strahlen. Der Zustand r = m = 0 ist zum Beispiel von dieser Art. Wir bent 
ken, daB fir alle Ubergiinge des Systems, die unter Ausstrahlung erfolgen, 
,» Kooperationszahl“‘ r sich nicht andert, da der Operator R? ein Integral) 
Bewegung ist: | 
d R? a | 
pecs hg A 1 pees ; | 
qi , i+ H, RY) =0 (24 
Im allgemeinen Fall, wenn der Zustand des Gases eine Superposition von | 
standen mit verschiedenen r und m ist oder fiir Zustandsgemische mit verse 
denen r und m ist die Strahlungsintensitat gleich 


hee esG as m) (r —m+1) =I, ((R, + +R) (Ry — 2R,)), ( | 


wobei P,,, die Wahrscheinlichkeit dafiir ist, daB sich das System im Momen 7 
Ausstrahlung im Zustand (r, m) befindet. 
Man beweist leicht, da8 im Zustand des thermischen Gleichgewichts, wenn | 


Seg a ex kek | 
Ay ba ( | 
ist, der Mittelwert m durch 
~ n E nE 
m= 4(m,—n.) = 5 th (Fa) ~ — 2 ( 


gegeben wird. Der Querstrich bezeichnet hier eine Mittelung iiber ein Ensen 
mit der BOLTZMANN-Verteilung (2.23). Der Mittelwert von r fallt dabei mit 
zusammen. Das liegt daran, daB die Zustinde mit gréBerem r kleine statisti] 
Gewichte besitzen. Andererseits sind wegen (2.15) die kleinsten Werte v4 
gleich | m|. Wenn m2 > n > 1 ist (was im allgemeinen erfiillt ist), so falle 
kleinsten Werte von r mit dem Mittelwert 7 zusammen [40]. | 
Wenn r dabei exakt gleich — m ist, so wird die Strahlungsintensitat. Null. W 
sich aber r um Eins von — m unterscheidet, so ist ve ic odld 


a 
I=—2m1],~ ses 3 
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Jahrend die Intensitadt der spontanen Emission vom Zustand (r, m) des Gases 
bhangt, ist die Intensitat der Gesamtemission oder Absorption bei Anwesen- 
eit eines 4uBeren Feldes immer der Zahl der aktiven Molekiile [— 2m=n_— n,] 
roportional. Das auBere Feld ist namlich sowohl fiir den Ubergang mit Ver- 
inderung von m (m— > m —1) wie auch fiir den Ubergang mit VergréBerung 
on m um Eins (m—m + 1) verantwortlich!); die Intensitat der Gesamt- 
mission (oder -Absorption) wird folglich proportional 


I (m—>m—1)—I(m>m+1)x« 
x (r+ m)(r— m+ 1) — (r+ m-4 1) (r—m) = 2m. 


ur Erzeugung eines Zustandes des Gases, der héhere Emissionsfahigkeit be- 
tzt, gibt es zwei Wege. Einmal kann man durch Sortieren der Molekiile das 
as in einen Zustand mit m =-r = n/2 bringen. Wahrend eines gewissen Zeit- 
vams geht das Gas in den Zustand mit r = n/2; m = 0 iiber. Dieser Zustand 
esitzt gréBere Strahlungsfahigkeit I = I, n?/4. Dieser Weg ist praktisch nur 
ann verwirklicht, wenn die Zeit des Ubergangs aus dem Zustand (n/2, n/2) in 
on Zustand (n/2, 0) hinreichend klein ist (ausfiihrlicher hierzu s. § 7). Zweitens 
mn man ausgehend von dem niedrigsten Zustand mit r = —m = n/2 durch 
trahlung der Frequenz ~ w, das Gas in den stark strahlenden Zustand (n/2,0) 
oerfiihren. Dadurch entsteht also eine Art ,,Strahlungsecho‘’. Eine nach 
esem Prinzip arbeitende spektroskopische Apparatur wurde von DICKE und 
OMER [41] aufgebaut. 

fir stellen fest, daB die Bildung von gebundenen Zustanden des Gases auch in 
nem System moglich ist, dessen AusmaBe im allgemeinen nicht klein gegen die 
‘ellenlange sind. In diesem Fall kann das Gas nur in einer bestimmten Richtung 
pharent ausstrahlen [40]. 


$6. Natirliche Linienbreite im Radiowellenbereich 


je wir bereits bemerkt haben, fiihrt man gewohnlich die Berechnung der natiir- 
then Linienbreite der Strahlung eines Gases auf die Berechnung der natiirlichen 
nienbreite eines isolierten Molekiils zuriick. Wenn sich jedoch viele Molekiile 
einem Abstand voneinander befinden, der klein gegen die ausgestrahlte 
ellenlange ist, mu8 man die Kopplung der Molekiile durch das allgemeine 
rahlungsfeld beriicksichtigen. Die Linienbreite der spontanen Emission des 
4ses unterscheidet sich dann wesentlich von der natiirlichen Linienbreite der 
rahlung eines Molekiils. Um das wesentliche dieser Frage zu erlautern, wenden 
r uns wieder der bereits in § 5 verwendeten klassischen Analogie zu. Fir den 
ll, daB die Oszillatoren alle ein und dieselbe Frequenz w) = (HZ, — E_)/i4 und 
gleiche Ladung e, = e haben, kann die Gleichung (2.2) in der Form 


FeO Th = M0 DT (2.25a) 


schrieben werden. Wir haben hier %, durch — w? r, ersetzt (da die Linien- 
site der Strahlung des Gases viel kleiner als die Frequenz q, ist). 


Vo = 2 e? w5/3 mc? 


Bei der spontanen Emission kann m nur um Eins kleiner werden. 
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ist die Linienbreite eines isolierten Oszillators. Die Feldstarke der Strahlung; 
Oszillatorsystems ist proportional 


ee n n 
yt ans tee (2 
k=1 k=1 | 


Aus (2.2a) erhalten wir 


X+ w2X = — nyX. (2: 
Die Lésung der Gleichung (2.26) wird naherungsweise (n yy) < Wo) 
= NYot 
X=X,e 7° eiml, (22 
Folglich hat die Feldstarke der Strahlung die Form 
lf / 
E=E,e 7 eit, (2 


Um die Intensitatsverteilung zu erhalten, entwickeln wir (2.28) in eine Four! 
Reihe: | 


| 
| 
| 


at are 
= - i wt . | 
E oq | Bode dw, | 
apes | 
= _ net 
E(o) = B, | eiomor rebpiod 1 6 | 
: | 
Fir E(w) erhalt man 
—1 
E(w) = E, Pee 
t(Wp — @) “i 


Fur die Intensitaétsverteilung ergibt das 


J(w) x |E(w)|?x 


Das System aus n-Oszillatoren hat also die natiirliche Linienbreite i} 
y= NY. (7 
Dieses Ergebnis gilt unabhangig von der GroBe der Strahlungsintensitat. |} 
Wir behandeln jetzt im Rahmen der klassischen Theorie das Problem der Bi 
von Absorptionslinien bei gleichzeitiger Beriicksichtigung von StoBeinfli: 
Man sicht leicht, daB man fiir diesen Fall das Gleichungssystem (2.2a) durcill 
System ae 


rN ; 
n 
me : e i) 
Tet Vo d Met ren he + OST, = — E(w) coswt ~ (3 
oes : 
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ersetzen muB. Dabei ist vq die effektive Anzahl an StéBen, und E(w) cos wt 
das vorgegebene auBere Feld. Das Dipolmoment des Systems 


p= Dern, 
k=1 
gentigt der Gleichung 
2 
B+ (myo + ren) B + 08 P = “— E(w) cos we. (2.32) 


Daraus ersieht man, da die Breite der Absorptionslinie gleich 
Aw =nyy + Ver (2.33) 


ist. Wir stellen noch fest, da die Form der Absorptionslinie mit (2.29) zusam- 
menfallt, d. h. mit der Form der Emissionslinie. Das folgt aber auch aus allge- 
meinen Uberlegungen (KIRCHHOFFsches Theorem). Die Intensitaét der Absorp- 
tionslinie ist zu m proportional. In der Quantentheorie ist die Intensitat der 
Absorptionslinie der Zah] der aktiven Molekiile proportional (s. (2.25)). 

Wir gehen jetzt zur quantenmechanischen Theorie der natiirlichen Linienbreite 
liber. Zundchst betrachten wir zwei einfache Beispiele, die uns die Behandlung 
Jer allgemeinen Problemstellung erméglichen. | 

Erstes Beispiel. System aus zwei Molekilen. Zum Anfangs-Zeitpunkt 
defindet sich das Molekiil Nr.1im angeregten Zustand H#, und das 
Molekil Nr.2im Grundzustand E_. 

Zur Vereinfachung nehmen wir, wie im vorigen Paragraphen, wieder an, da die 
Molekiile nur zwei nicht entartete Energieniveaus H, und E_ besitzen. Die 
Strahlung der Molekiile wird in Dipolnaherung behandelt. Wir nehmen an, daB 
vir die direkte Wechselwirkung der Molekiile vernachlassigen kénnen, die Mole- 
cil-Wellenfunktionen sich nicht tiberlappen und Symmetriefragen der Molekil- 
sustande auBer acht gelassen werden kénnen. 

Jann fiihren wir folgende Bezeichnungen ein: 

1,9 ist die Wahrscheinlichkeitsamplitude dafiir, daB sich das erste Molekiil im 
fustand H,, das zweite im Zustand H_ befindet und keine Photonen vorhanden 
ind; 

_49 ist analog definiert, nur haben die Molekiile ihre Platze vertauscht ; 

_-1, ist die Wabhrscheinlichkeitsamplitude daftir, daB beide Molekiile sich im 
fustand H_ befinden und ein Photon der Energie k, = hw, ausgestrahlt wurde. 
Wie GrdBen b,_,, b-_,, usw. sind Koeffizienten der Entwicklung der Wellen- 
anktion des Systems nach Funktionen der Art (2.4), die noch mit einer geeig- 
eten, das Strahlungsfeld beschreibenden Funktion multipliziert sind. So ist 
um Beispiel b__yq der Koeffizient der Funktion 


ee =) Py, (qa), 


‘obei die Funktion ®y3 das Strahlungsfeld beschreibt, in dem die Anzahl der 
ihotonen fest gleich N} ist. 
Wir bezeichnen ferner mit 


° / % , ‘ / 
fs Koha ees | ¢ Sa aes He Aig 03 dF eee 


ie Matrixelemente des Wechselwirkungsoperators der Molekiile mit dem Strah- 
‘ingsfeld, die den Ubergingen +—0— ——1,; —+0— ——I1, usw. ent- 
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sprechen. Da wir angenommen hatten, daB die Molekile einen gegen die Welles 
lange kleinen Abstand voneinander haben, ist 


, ; , hen Fat 
hore ho; = 1g ey a (2.33 


Die Wahrscheinlichkeitsamplituden b, (unter n versteht man die Gesamth ei 
der Indices an den von uns eingefiihrten Wahrscheinlichkeitsamplituden) g} 
niigen dem folgenden Gleichungssystem (siehe z. B. [39]): 


— tba (t) = S Him Om(t) ef 2m — Bo) tia, (2.33 


} 
Nach dem Vorgehen von WEISSKOPF und WIGNER [988, 39] bertickeiohtidt 
wir nur solche Zustande, die die Eigenschaft haben, daB Ubergange in die: 
Zustande wenigstens ndherungsweise unter Erhaltung der Energie erfolge: 
In diesem Fall nehmen die Gleichungen (2.35) die Form 


| 
| 
— thbs 0 = 3 Hs —0;- 14 b- 1, 0 Be; 


) 


— thbony, = (Ho -1y, +00 +0 Boag 400-0) Mr eee 


ae = “ i(E_— E,+kg)t 


an oder, wenn man (2.34) beachtet, 


sD thoy -0 => oe et Viele =a, el (E-— Ey + kayla; 


ve iab_1,= Hoy ego (bgizocty bl yo) kar tae, 


— thb_ go = Aso; -1,b--1, FE t th, 
a 


Die Anfangsbedingungen sind von der Gestalt: 
by -9(0) = 1; b-40(0) = b--1,(0) = 0. 
Setzen wir 
by == bs wok Bown 01s Sabet mieea tite Meena 
so erhalten wir die Gleichungen 


—ihb, = Dy 2H 0; 15 by eS Bet eM, 


— thbs = Hy). 4.9 b, e'(B+— B-- kau, (2.37a 

b, = 0 

mit den Anfangsbedingungen 
6,(0) = 1; 6,(0) 
Aus (2.37c) und (2.38) folgt tae hak 


_ 
ao 
wo 
— 
i= 
— 
I 
5 to 
—_ 
bo 
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Wir suchen Lésung der Gleichungen (2.37) von der Form 
b,(t) = e- 742, (2.40) 
‘Setzt man (2.40) in (2.37b) ein, so erhalt man eine Differentialgleichung 


, — ihbs = Hy, 4 9 eh E+-E-— kath e—vt2 (2.41) 
‘mit der Lésung 
et (@o— wayt— yt/2 __ 1 


t > 
A (oy — or + 5 7) 


bs = HW 14; +90 (2.42) 


wo wir LE, — E_ = hay gesetzt haben. Um auch Gleichung (2.37 a) zu erfiillen, 
.setzen wir (2.42) in (2.37a) ein und erhalten 


thy y 2 | A’ |2 [1 — eli(oa— a0) + Vav)¢] 
EG h (Wy — wa + y/2) 


Die Summation tiber die Strahlungsoszillatoren auf der rechten Seite kann wie 
‘iblich durch eine Integration tiber die Frequenzen w ersetzt werden. Das Inte- 
gral in (2.43) hat dann ein scharfes Maximum fir w = wy, wenn man annimmt, 
daB y klein gegen w, ist. Diese Annahme kann man aber immer machen, 
da 1/y die Lebensdauer des Anfangszustandes groB gegen die Schwankungs-: 
periode 7’ = 2z/w des Strahlungsfeldes ist. Wenn 0,dkdQ2 die Anzahl der 
Strahlungsoszillatoren mit gegebenen physikalischen Eigenschaften (Frequenz, 
Polarisation usw.) pro Volumeneinheit ist, so wird die rechte Seite das gut be- 
kannte Integral [39]*) 


Air elsemenrry" 5 nes 52 
fto—— wo = tf (wp); (2.44) 


(2.43) 


»wobei 
f(w) = 2 fox |H’ |? dQ. 


d{2 bedeutet dabei Integration tiber alle Raumrichtungen und Summation 
iiber die beiden Polarisationsrichtungen. Wir erhalten folglich fur y: 


els Foe [ 1 dQ = 2%, (2.45) 


‘wobei 
27 A 
is Fee {|e |? dQ = we» 


die natiirliche Linienbreite des isolierten Molekils ist [39]. Nach Verlauf einer 
Zeit t > 1/y wird die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB ein Photon hw, ausge- 
strahlt worden ist 


H’ |? 1 
[b--1,(00)? = AE =e. 

® (or — w) + PA 
1) Anm. d. dt. Red.: Der Wert des Integrals ist nicht rein imaginar, sondern es gibt 
noch einen Realteil, der die Linienverschiebung beschreibt. Ferner ist das Integral nur 
in einem Intervall um ¢=1/y herum zeitlich in guter Naherung konstant. Vgl. 
G. HOHLER, Z. Physik 152, 546 (1958). 
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und die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB ein Photon aus dem Intervall dw ausg 
strahlt worden ist | 


sh dw 


Ox ak | \b--,{00)}: dQ = 4 oe (o — w)? + 2/4 (2.4 


Dieser Ausdruck bestimmt die Form der Emissionslinien. In unserem Beispiel 4 
also die natiirliche Linienbreite 


y = 2Yo (2.4 


doppelt so groB wie die Linienbreite eines einzigen Molekiils. Die Gesamtwat 
scheinlichkeit fiir die Emission eines Photons ist 


y dw ze | 
1/3 (@ — oP + A | 


statt 1 im Falle eines Molekiils. Das liegt daran, daB eine endliche Wahrsche} 
lichkeit dafiir existiert, daB das Photon nicht emittiert wird, sondern in de 
System der zwei Molekiile bleibt. Benutzt man (2.39), (2.40) und (2.36), so erhi 
man fiir ¢ > 1/y: 


|b-+0(00)|? = 4; |b4—o(co) |? = 4. (2. 


EE 


Mit der Wahrscheinlichkeit ! wird also der Zustand des Systems im all 
meinen nicht geandert (Molekiil Nr. 1 ist angeregt, Molekiil Nr. 2 befindet si 
im Grundzustand). Mit der Wahrscheinlichkeit 1 wird das zweite Molell 
angeregt und das erste geht in den Grundzustand iiber (Molekiil Nr. 1 emitti 
ein Photon, das vom Molekiil Nr. 2 wieder absorbiert wird), und mit der Wa | 
scheinlichkeit 4 erfolgt die Emission eines Photons. Die Linienverbreiterung har 
mit der Moglichkeit zusammen, da das zweite Molekiil angeregt werden ka | 
Wir méchten betonen, da8 die Strahlungsintensitat gleich der Strahlungsy 
tensitat eines isolierten Molekiils ist, obwohl sich die Linienbreite verdoppelt hi 
Man kann das mit der gew6hnlichen Stérungstheorie zeigen. Wenn auch die Zé 
wahrend der das System Energie ausstrahlt, nur halb so groB ist (t = 1/244 
so ist doch aber auch die ausgestrahlte Energie nur halb so groB (das System 4 
zwei Molekiilen strahlt im Mittel die Energie 1 hw, statt h@ im Fall eis} 
Molekiils ab). Die Intensitét der Strahlung, d.h. die pro Zeiteinheit aus} 
strahlte Energie wird also gleich 


qj 


wobei J) die Strahlungsintensitat eines Molekiils ist. 
Zweites Beispiel. System aus n Molekiilen. Am Anfangszeitpunkt 


das Molekil Nr. 1 angeregt, alle iibrigen Molekile befinden sich |} 
Grundzustand. : ; 


Die Anfangsbedingungen werden in der Form ee Xe 


Ore. 6 = 1; Osteen eee OO: oad BSLAt) 25 = Galen iy = 0 (2.4) 
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geschrieben. Verwendet man dieselben Voraussetzungen wie im Fall zweier 
Molekiile, so erhalt man folgendes Gleichungssystem: 


a thb,-.,.-9 = 2) Ho; -1, Gag ag ef Ort 


p s wOkutand, = DHA Spay, Ot ef (a2 — om)é. 
A 


steas (2.52) 
a ibis 6 =>) A, 9;-1, ees Y enOA= eels 
a 
BORDS oy, "Hoan, 0 (Oy. o-oo 0) Choa, 
Aus den Anfangsbedingungen und den Gleichungen (2.52) folgt 
bindu pmaes be sealiorese by: (2.53) 
Wir setzen ferner 
Pe Oe eet sp Ole a5 & Ob 1g b(n — 1) 6, 
1 0 +0 ++ =0 ( ) (2.54) 
bs == OLE aay: 


Lést man diese Gleichungen, so findet man _ 
b,(é) = e~ ™%otl2, (2.55) 


ei( o— wg)t—n yot/2 aw | 


b,(¢) = 34,540 F3 ( 


— 2. 
Wy — Wa + tN Yo/2) eed 


Fir die Linienbreite folgt daraus ahnlich wie im ersten Beispiel 
y=NYo- (2.57) 


Die Wahrscheinlichkeit fiir die Emission eines Photons wahrend eines groBen 
Zeitraums wird gleich 1/n, die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB das Molekil Nr. 1 
in seinem Zustand bleibt gleich (m — 1)?/n? und die Wahrscheinlichkeit fiir die 
Anregung irgendeines Molekiils (auBer des ersten) gleich 1/n?. Mit der Wahr- 
scheinlichkeit 1 — 1/n wird also kein Photon emittiert. Die Linienverbreiterung 
hangt damit zusammen, -daB jedes der anfangs nicht angeregten Molekiile ange- 
regt werden kann. Wir stellen fest, daB die Strahlungsintensitat auch in diesem 
Fall dieselbe ist wie beim isolierten Molekiil. Eine analog zu Formel (2.50) durch- 
gefiihrte Abschatzung ergibt 
h@ 


1 
pep I 2 ad he 2.58 
‘ n 2, hWoYo 0 ( ) 


Man kann das aber auch leicht mit der Stérungstheorie zeigen. 

Wir gehen jetzt zu der allgemeinen Problemstellung iiber. Es ist zweckmaBig, 
dazu den in der Arbeit von DICKE [40] entwickelten Formalismus zu benutzen 
(s. auch den vorhergehenden Paragraphen). Wir nehmen an, da8 sich das Gas 
zum Anfangszeitpunkt in einem gewissen (reinen oder gemischten) Zustand be- 
findet, in dem die Anzahl der Photonen des Strahlungsfeldes Null ist. Dann 
beginnt das System spontan zu emittieren. Der Anfangszustand des Gases kann 
als Superposition oder Mischung von Zustanden mit bestimmten r und m dar- 


26 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 


356 V.M. Fayn 


gestellt werden. Wir wollen diese Zusténde (r, m)-Komponente nennen. Im) 
Laufe der Zeit strahlt jede (r, m)-Komponente Photonen der Frequenz =~ ail| 
aus und geht in einen Zustand mit m = —r iber (r andert sich dabei nicht).| 
Die Intensitaten der verschiedenen (r, m)-Komponenten addieren sich (natiir-; 
lich mit entsprechenden Gewichten). Die Strahlung des gesamten Systems wird 
also durch die Strahlung jeder einzelnen (r, m)-Komponente bestimmt. Es| 
genigt daher die Strahlung eines Gases zu untersuchen, dessen Zustand durch) 
definierte r und m bestimmt wird. 

Uns interessieren besonders folgende GréBen: 
a) Die mittlere Zeit tm,m,, die das System braucht, um von dem Zustand mit; 
einem m zu einem Zustand mit einem anderen m tiberzugehen. Wir wollen diese) 
GroBe ,,Relaxationszeit‘‘ nennen. 
b) Die Intensitaét als Funktion der Zeit J(¢) oder die spektrale Verteilung der) 
Intensitat J(q). 

Wir beginnen mit dem Problem der Strahlungsintensitét. Man muB dabei 
zwischen zwei Grenzfallen unterscheiden: 


1)r+m=1, m=-—r+l, 
2) |r+ m|>1. 


| 
| 
| 
| 
Zunachst betrachten wir den ersten Fall. Dieser Fall entspricht folgenden An-} 
fangsbedingungen: | 
i} 
| 


OF se 0): = 1, | 
Heeere a (0) 2.50) 


by, -»,1, (0) = 0. 


Nach der Methode von WEISSKOPF und WIGNER [58] erhalt man fir diese} 
Amplituden die Gleichungen 


. A , 5 re 
ae thoy, —r+1,0 ne 2 Ay +1, 03r,-r1a by,-+,4, ei(oa oor 


: : ms 
— thoy, 1, = Ay, -s,rgsr.-141.0 Or, -r41,0 Ort, 
A 


Wir suchen Lésungen dieses Systems von der Form 
arg yw riot 

Fihrt man dieselben Operationen wie im ersten Beispiel durch, so folgt 

y = 2 ry. (2.61) 


Die spektrale Verteilung der Strahlungsintensitat wird dann 


_ 2ry hwdw 
2% (w — wp)? + Pye 


Die natirliche Linienbreite ist also gleich 


y = 2ry9- . (2.62'}| 
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Wenn der Anfangszustand eine Superposition von Zustanden der Art (r, —r+1,0) 
ist, so sieht man leicht, daB die spektrale Intensitatsverteilung gleich 


2ryhodw 
Veale 0p. 0) 
Se aene alagsee the | erasers eae ry 


2 (Doreen (O)\2 =1 


wird. In diesem Fall, stellt man fest, ist die Form der Linie von der LORENTZ- 
schen Form verschieden. 
Im zweiten Fall, wenn 


r—|m|=k>1 (2.63) 


ist, kann man das Vektormodell [40] (Bild 1) anwenden. Der Winkel » wird 
durch die Beziehung 


m = 17 COSY (2.64) 


eingeftihrt. Wahrend des Strahlungsprozesses vergr6Bert sich der Winkel ¢. Ist 
die Bedingung (2.63) erfillt, so hangt die aves tina tielan folgendermaBen 
von @ ab: 


I= (r +m) (r—m-+ 1) I, (r? — m*) = I, 1 sin? ¢. (2.65) 


Die innere Energie des Molekiilsystems wird gleich 


H = mE = Mh = hoor cosy. (2.66) 
Die Energiebilanz kann in der Form 
dH 
———=T] 6 
qi (2.67) 


geschrieben werden. Verwendet man (2.65) und (2.66) ,J | 
sowie die Tatsache, da sich die Lange des Vektors r | 


nicht andert, so erhalt man ) 
dp : ter 
as ed cen Bees 2.6 
qp OMY, -@ E (2.68) 
Die Anfangsbedingung ist 
t=0,°9—9o- (2.69) 
Die dieser Anfangsbedingung gentigende Lésung hat die 
Form 
P Po gat, 9 Bild 1. 
Bg = bg @ (2.70) 


Daraus folgt fiir die Intensitat 


4r°I, 


f= 1,r* sin*g = (2.71) 


3° 


(te $ Po e*! + ctg o e 4 
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Der Winkelbereich, in dem die Ausdriicke (2.70), (2.71) u. a. giiltig sind, wird | 
durch die Bedingungen (2.63) bestimmt: 


PE) A (2.72 
€ findet man aus der Bedingung (2.63): 
ee e2 
k=r—|m| =r (1 — cose) = 2rsin? > = r > : 
oder | 
ee =. (2.73) | 


Wenn q nicht sehr nahe bei z — ¢ liegt, wird die gesamte Strahlung des Gases 
im wesentlichen durch Formel (2.71) bestimmt. Die Strahlungsfeldstarke hat die} 
Form | 


etsing ¢ > 0, 
(t) = (2.74) 


0 p< 0; 


Wachst o von gp auf 2/2 an (wenn gy < 2/2), so wachst auch die Strahlungs-. 
amplitude; fiir g = 2/2 erreicht sie ein Maximum und fallt dann wieder. | 
Die spektrale Intensitatsverteilung ist proportional dem Betragsquadrat der} 
FOURIER-Komponente von A(é): | 


~ 4 (@,—w)t 
Tey 2 iota =e ee (2.75)) 
V2a te 2 9 pat Se ctg ee eo xt | 


0 


Dieser Ausdruck bestimmt die Form der Emissionslinie, die offensichtlich von 
der LORENTZschen Form abweicht?). 
Die aus Formel (2.75) erhaltenen Werte fiir die Breite der Emissionslinie sind] 
in der unten folgenden Tabelle aufgefiihrt [62]: | 


Fir m = — r+ 1, was gy ~ 180° entspricht, ist andererseits die Linienbreite} 
gleich Aw = 2r yy (s. (2.61)). Die Linienbreite variiert also in Abhangigkeit vom} 
Anfangszustand zwischen den Grenzen r yy und 2r yo. 
Man sieht leicht, daB eine in der Nahe der maximalen gelegene Strahlungs.| 
Intensitat (I ~ rI,) folgende Zeit anhalt: 


~~, it 
ro 


4 
cf, veh 


1) In der Arbeit von DickE [40] wird die spektrale Intensitatsverteilung falsch durch den} 
Re a(w) bestimmt, was zu einem falschen Wert fiir die Linienbreite fiihrt. i] 
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Wir gehen jetzt zum Problem der Relaxationszeit Tm, m, tiber, d. h. der mittleren 
Zeit fiir den Ubergang von dem Zustand (r, m,) in den Zustand (r, Mz) (m, > mg). 
Die Relaxationszeit Tm, m, kann man mit folgendem statistischen Modell aus- 
rechnen. Das System befinde sich zur Anfangszeit ¢ = 0 im Zustand m = m,. 
Die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB das System wahrend der Zeit t + Atin diesem 
Zustand bleibt (und kein Photon emittiert) ist gleich dem Produkt der Wahr- 
scheinlichkeiten: 


Wm (t + At) = Wy (t) Wy (Ab). 


Dabei ist w,,(¢) die Wahrscheinlichkeit dafiir, daB das System zur Zeit ¢ noch 
nicht zerfallen ist. Man sieht daraus leicht, da8 w,,(¢) der Gleichung 


' dm 


iy lat 


geniigt und die Form 


0, == er imt 


hat. Dabei ist I’, eine Konstante, die den Zerfall des Systems charakterisiert. 
Diese Konstante wird folgendermaf8en bestimmt. Fiir ¢ = 0 ist 


dWm 


At (da w,,(0)=1 ist) 


iiay eae 


Fiir ¢ ~ 0 ist aber nach der Storungstheorie 
Wm + Wm,m-1 t=1, 


wobei W,,, m-, die Wahrscheinlichkeit pro Zeiteinheit fiir den spontanen Uber- 
gang von m nach m—1 ist. In unserem Fall verschwinden in erster Naherung 
der Storungsrechnung Win, m2, Wm, m-3 usw: (fiir ¢ ~ 0). Also wird 


(a (a) = Wena = Yo(r +m) (r— m+ 1). (2.77) 
he 


Nach der Emission eines Photons geht das System in den Zustand m — 1 iiber. 
Entsprechend findet man, daB 


Ere lt asit 
Wicca; a2 Susw!), 


wenn sich das System zum Anfangszeitpunkt ¢ = 0 im Zustand m — 1 befunden 
hat usw. Die I,,-1; I‘m-2 usw. werden dabei durch Formel (2.77) bestimmt. 
Man iiberlegt sich leicht , daB die Wahrscheinlichkeit dafir, daB das System 
wahrend der Zeit ¢ = tm, + tm,-1 +°°* + tm+1 von dem Zustand m, in den 
Zustand m, tibergeht, gleich ist dem Produkt aus der Wabhrscheinlichkeit 
Wm,(tm,), daB das System zur Zeit ¢,,, noch nicht emittiert hat, der Wahrschein- 
lichkeit, daB das System wahrend der Zeit dé,,, strahlt und in den Zustand m,—1 
iibergeht, der Wahrscheinlichkeit, w,,-1 (tm,-1), daB das System sich zur Zeit 
tm,-, noch im Zustand m, — 1 befindet usw.: 


Wm, (tm) 1 Ass dtm Wm,-1 (¢m,-1) iy dtm, —1 om’? Wm.t1 Pmy+1 Atmi+1- 
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Daraus folgt die gesuchte mittlere Zeit Tm, m, ZU 


Tm mz = | dtm, [ btn, chek ie al aad Fao eh aps —Fmytrlmyt1 XX 
0 0 0 
met1 1 

x Pal mi41 ae Last (bm, = bmi +1 a vas td - tms+1) a Ps 

Mit (2.77) erhalten wir also 

Me+1 1 M,+1 1 

= — = —_—_—_____—____—.., 2.78 
Bae , rT, , Volt 8). (7 —-s - 1) < ( 
Diese Summe kann im allgemeinen Fall mit Hilfe der Formel [63] 


n 1 1 } A, 
POPE ug ae Pee a resi pu ame cays 


ausgerechnet werden. Man zeigt leicht, daB das letzte Glied der Formel < 0,07 
ist; wir werden es daher vernachlassigen. Dann wird 
‘ x 1 in ot a + 1) (r — my + 1) 

mum Bet iy | ( —m + 1) (r+ my +1) 


= 


1 1 1 1 | 
+i asa petra eee S| 


Speziell betrachten wir noch die Zeit fiir den Ubergang aus dem Zustand m. 
m, = rin den Zustand mit m, = 0: 


1 1 
Tr,9 = arth, ne +t 1) oa +— re 


Fir r > 1 erhaélt man dann 


: | 
Se gesa (2.79¢ 


2ryo 
Ks ist interessant, daB man die Relaxationszeit auch mit Hilfe der Gleichun} 
(2.70) bestimmen kann 


1 | tg (9/2) : 
= _ ] . . 
vor tg (9/2) 2 1” 


Hier charakterisieren y und g, den Anfangs- bzw. den Endzustand. Man iibet} 
zeugt sich leicht, da bei Erfiilltsein der Bedingung (2.63) r — | m Sesdd 
Formeln (2.79) und (2.79b) zusammenfallen. | 
Wir zeigen noch, da man das oben beschriebene statistische Modell aus def 
Quantenelektrodynamik ableiten kann. Wir wollen aber keinen allgemeine} 
Beweis geben, sondern nur den Spezialfall r = 3/2 betrachten. In diesem Fad 
hat das System 2r + 1 = 4 Niveaus mit m = 3/2; 1/2;—1/2; — 3/2. Die Ene 
gieniveaus haben dabei folgende Werte wt | 


To, Pi 


ve 1! 
| 
i 


Es, =3hwy; Hy, = 2hwy; E_:;,=ha; E_y,=0. ~ 
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Man iiberzeugt sich leicht, daB aus dem oben beschriebenen statistischen Modell 
fir die Wahrscheinlichkeit, das System zur Zeit ¢ im Zustand m = 1 /2 vor- 
zufinden?), 


oS — (e-F4,¢ i e~F,°) (I) 


folgt. 

Wir zeigen jetzt, daB derselbe Ausdruck auch aus der Quantenelektrodynamik 
folgt. Dazu mu8 man die Gleichung (2.35) losen. Die Lésung kann in der Form 
[39] 


co 


1 C(E — E,) ei (En-B) th 
b, t) = — —aaae n = > 
¢) Sagi | 1B Une) Oe ob 
geschrieben werden, wobei sich U,;9 aus der Gleichung [39] 
Onjo = Anjo + 2, Erin C(E — En) Umio (IIT) 


bestimmt. ¢(x) ist die in dem Buch von HEITLER definierte singulare Funktion; 
ihr Imaginarteil ist die 6-Funktion multipliziert mit 27, und sie geniigt der 
Gleichung 

x(x) = 1. 


In unserem Falle kann 6, als 
by,, Wo 


geschrieben werden. Der erste Index bedeutet dabei, daB m = 1/2 ist und der 
zweite, daB ein Photon der Energie hw, ~ hw, emittiert worden ist. Wir miissen 
offenbar zeigen, daB 


2 | bs), Malle aa WwW), (¢) : 


gilt. Lost man die Gleichung (III), so erhalt man 
' 


nyo (£ pe E,) 


CE 5 a gi we 


Unjo = 


Dabei bedeutet der Index n: 1/2 1;,0 und der Index 0: 3/2 0,. Bei der Berechnung 
von J", beschranken wir uns auf die erste Naherung von |H in 2 I, bedeutet in 
unserem Falle J°;,. Wir finden also aus den Formeln (II) und (IV) 


il ° Anjo (# = E,) C(# ee E,) ei (En—E) tlh a 
E—EH,+40h Ly, E — Es),0, + 4th Ls, 


ba Hijo oe [azecen - 
221 LE, ra Ei),,04 + 4 th (Ls), — J By) 


') Man setzt dabei voraus, daB sich das System zum Anfangszeitpunkt t = 0 in dem Zu- 
itand mit m = 3/2 befindet. 
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i 1 ie 
i lees FEAT, BB, thik ly, 


iis Anjo 1 (e- /a/,¢ a ei (a — 0)! — */2T's),¢) , 


(ox — 9) + o— Th) 


Ersetzt man die Summation iiber A durch eine Integration ahnlich wie am Anfan: 
dieses Abschnitts, so folgt*) 


co 


Py, f e-Tis’ + Pt — 2e7 "fe (Ia), + T2),) t cos (Wa— Wy) t 
Bee pltes a eee dane 
2 lb = 95 | (wa — @)? + (I), — L°y,)7/4 am | 
Y 
=> ae (e- P51 — eT.) = wy, (t), / 
ET ap | 


was gezeigt werden sollte. | 
Mit den erhaltenen Lésungen kann man die Emission des Gases in einigen b) 
sonders interessierenden Fallen untersuchen. Wir betrachten eine BOLTZMANI 


sche Energieverteilung (s. vorhergehenden Paragraphen) 


ple 
3 
aS 


m = — 


Der Querstrich bedeutet die Mittelung tiber das Ensemble. Wegen (2.15) kann 
dann nicht kleiner als | m| sein. Viel gréBer als | m | kann r aber auch nicht se 
da Zustinde mit groBen r kleine statistische Gewichte haben. Ist r= — m, |] 
ist eine spontane Emission nicht méglich. Ist dagegen m = — r + 1, so wi 
die Intensitat der spontanen Emission wegen (2.19) und (2.79) gleich 


Inink 
Die Emissionslinie hat dann die Form (2.62) oder (2.62a), und die Linienbrel 
wird gleich (s. (2.61)) 


ni 
= 270 = opm Yo: (2.8 


Wir sind jetzt in der Lage, eine etwas andere Interpretation des oben un i} 
suchten Beispiels zu geben, bei dem ein Molekiil angeregt war und n — 1 Maj 
kiile sich im Grundzustand befanden. Ein solcher Zustand des Systems ka | 
wie man sich leicht iiberzeugt, als Superposition von Zustanden mit m=1 — || 
undr = n/2,n/2 — 1 dargestellt werden. Der Zustand r = n/2;m = — n/2 
hat das Gewicht 1/n, der Zustand r = n/2 —1;m = = nj2 + 1 hat das Gewi| 
—_—_— et | 
1) Bei der Integration wird vorausgesetzt, daB w) >I, ist. Diese Annahme vy 
in allen friiheren Rechnungen auch gemacht. 
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— 1/n, aber er liefert keinen Beitrag zur Strahlung (da m = — r ist). Die 
trahlungsintensitaét des Gesamtsystems wird also gleich 


i n n 1 
nd die Linienbreite 
y = 2ry) = NY. (2.82 b) 


1 allen untersuchten Fallen ist folglich die natiirliche Linienbreite der Emission 
on der GréBenordnung ry. Dabei ist der Maximalwert von r = n/2 und der 
linimalwert r = |, — n_|/2. Der letzte Wert wird fiir Zustande in der Nahe 
es Gleichgewichtszustandes erreicht. 

Jir schatzen die GroBe der natiirlichen Linienbreite ab. Sei Wy = 2- 10" sec, 
ann wird [43] yo ~ 3 - 10-7 sec"}; y = 2ryy = nhwy,/2 kT. Fir n = 10% und 
' = 300° K wird y= 10° sec-}. Die natiirliche Linienbreite ist also im Radio- 
ellenbereich keine vernachlassigbar kleine Gré8e, wie das iiblicherweise ange- 
ommen wird. 

isher haben wir nur die Emission von Molekiilen betrachtet. Die Form und 
reite der Absorptionslinien fallt natiirlich mit der Form und Breite der Emis- 
onslinien zusammen. Das folgt sowohl durch allgemeine Uberlegungen (Theo- 
m von KIRCHHOFF) wie auch durch direkte Rechnung. 

Jir betonen, daB alle in diesem Paragraphen erhaltenen Resultate nur in der 
ipolnaherung richtig sind. Die Beriicksichtigung der héheren Multipole fiihrt 
azu, daB auch ,,nicht emittierende‘‘ Zustande (z. B. solche mit r= 0) zu 
rahlen beginnen. Betrachten wir zum Beispiel den durch die Wellenfunktion 


ioe 7 ar eaaip N e (2.83) 


eschriebenen Zustand zweier Molekiile (eines der Molekiile ist angeregt). Das 
atrixelement fiir die Emission eines Photons hat dann die Form 

1 é , 
Va [H.—(%,) — H4—(,)], 


Vi 


obei x, bzw. x, die Koordinaten des ersten bzw. zweiten Molekiils sind. In 
ipolnaherung ist dieses Matrixelement Null, und es kommt keine Emission 
istande. In der folgenden Naherung erhalten wir 


(Po.0 | H’ | rs =1) = 


iese Naherung beriicksichtigt das Quadrupolmoment des gesamten Systems 
ber nicht das des einzelnen Molekiils!). Offenbar ist die Quadrupolstrahlung 
el geringer als die Dipolstrahlung. Die Quadrupolstrahlung mu8 dann beriick- 
thtigt werden, wenn das Dipolmoment des Molekiilsystems Null ist [d. h. wenn 
's Matrixelement des Dipolmoments des Systems verschwindet, wie es in (2.83) 
r Fall ist]. 
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§ 7. Erzeugung von M ikro- Radiowellen 


In der letzten Zeit wurden die Radiospektren von Molekiilen in der Mehra 
der Falle als Absorptionsspektren beobachtet. Das liegt daran, daB die gewa 
liche ,,inkohadrente“ spontane Emission im Radiowellenbereich eine sehr geri 
Intensitat hat und die induzierte Emission gewohnlich durch Absorption k 
pensiert wird (wenn die Besetzung der unteren Niveaus gréBer ist als die 
oberen). In der letzten Zeit wurde jedoch ein System erfunden, in dem mani 
induzierte Strahlung in ,,reiner‘‘ Form beobachten kann, namlich der Molek 
Generator?). 
Eine Theorie des Molekular-Generators wurde zuerst von BASOv und 
CHOROV [52] aufgestellt. Experimentell wurde der Molekular-Generator 1 
in den USA [53] verwirklicht und etwas spater in der UdSSR [52]. In den) 
beiten [52] wird die stationare Arbeitsweise des Molekular-Generators beschi 
ben. In dem Artikel [64] werden Gleichungen abgeleitet, die sowohl die statior | 
wie auch die nichtstationare Arbeitsweise des Molekular-Generators beschreil 
Stabilitatsfragen des Molekular-Generators sowie sein Rauschen usw. werde: 
den Artikeln [54, 59, 60, 65—67, 73—75, 77] behandelt. Wir wollen hier ¢ 
auf diese Probleme nicht naher eingehen. Wir missen nur noch feststellen, | 
in allerletzter Zeit vorgeschlagen worden ist, die paramagnetischen Resong] 
niveaus in Paramagnetika als Bestandteil des Generators oder Verstarkers| 
benutzen (statt des Molekilstrahls, der in dem Molekular-Generator verwel 
wird). Diesem Problem sind die Arbeiten [68—72] gewidmet?). 

Eine andere molekulare Quelle von Mikroradiowellen kann ein Molekilsy 
sein, das in einen ,,tiber-emittierenden‘‘ Zustand tberfihrt wird, in dem} 
System mit einer Intensitat, die dem Quadrat der Molekilzahl proportional] 
spontan emittiert [41]. Diese Méglichkeit wurde von DIcKE und ROMER || 
realisiert. Das anfangs in einem ,,ungebundenen“ Zustand befindliche Sys 
wird dem Einflu8 eines Strahlungsimpulses unterworfen, der das Syste 
einen ,,iiber-emittierenden‘‘ Zustand tiberfiihrt.H6ért die Wirkung des Strahl ; 
impulses auf, so beobachtet man eine spontane Emission des Gases, ein ,,St 
lungsecho‘’. Die Anwendung dieser Methode er6ffnet neue experimentelle 
lichkeiten in der Radiospektroskopie [4/]. 

Interessant ist auch eine andere Méglichkeit, gebundene dite ata 
Zustainde des Molekiilsystems zu erzeugen: Das Molekiilsystem kann in e& 
, uber-emittierenden‘‘ Zustand gelangen, wenn es sich zum Anfangszeitpun 
einem Zustand mit r = m befindet. Man kann das durch Sortieren der Mole 
erreichen. Sind zu einem Anfangszeitpunkt die Molekiile so sortiert, da8B sie} 
alle in dem oberen Energieniveau befinden, so ist m = (n, — n_)/2, und wy 
k/2 >r>|m| [(s. 2.15)] ist auch r = n/2. Die Zeit, wihrend der das Sy} 


1) Im Ausland erhielt der Molekular-Generator die Bezeichnung ,,maser“. Das ist ein¢) 
kiirzung fiir ,,Mikrowellen-Verstarkung durch induzierte Emission“ (Microwave a 
fication by stimulated emission of radiation). iI 
2) Bei der Lésung der Gleichung fiir die Dichtematrix wurden in Arbeit [72] einige i} 
nanzglieder (mit kombinierten Frequenzen) nicht beriicksichtigt. Dadurch erhielt}} 
falsche Werte fiir die dielektrische (und magnetische) Suszeptibilitat. Die richtigen ]} 
nungen findet man in der Arbeit [77]. Die dort erhaltenen Ausdriicke kann man jedoch | 
in der Theorie des Generators verwenden, da in [77] der Fall eines schwachen Feldef 
Grundfrequenz betrachtet wird. 
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den ,,iiber-emittierenden‘‘ Zustand ibergeht, wird durch (2.79a) bestimmt. 
unserem Fall ist 2r = » und t, = In n/nyo. Im Laufe der Zeit 1,5 ~ 1/ny, 
. (2.76)] strahlt dann das System mit der Intensitat 


l=in'*J,. 
er auf der koharenten, spontanen Emission beruhende Generator von Mikro- 
diowellen (wir nennen ihn kurz ,,Kohatron“‘) besitzt etwa folgende Struktur 
sild 2). Die Molekilquelle sendet Molekilgruppen zu n Molekiilen aus. Die 
imensionen dieser Gruppen sind klein gegen die Wellenlange der Strahlung 


erartige Gruppen kann man durch Unterbrechung eines Molekilstrahls her- 
ellen). Wir fiihren folgende Bezeichnungen ein: 


, 
te ON a ip ain ns 
Pe kee 


ist der Abstand, bei dem die intensive Strahlung entsteht. 

ist die Geschwindigkeit der Gruppe, J, (< <A) ihre Lange, J, die Intensitat 
einer Gruppe, ” die Zahl der Molekile 3 in der Gruppe; 

= L,/l, ist die Anzahl der Gruppen auf der Lange l,, N, die Anzahl der Molekiile, 

_ die in der Zeiteinheit durch 1 cm? Querschnitt ota ieee 

ist die Flache des Querschnitts einer Gruppe. 

‘t diesen Bezeichnungen findet man leicht, daB 


i v 1, : 

fina! te ahaa n=M— 8 (2.84) 
t. Die Intensitaét des Kohatrons ist gleich 
2 

eek - ips a Shay. (2.85) 


ir bemerken, da8 die Intensitaét des a ates Generators ungefahr genauso 
2B ist. Wahrend jedoch die Linienbreite des Molekular-Generators auBer- 
lentlich klein ist [52, 54, 59, 60], ist die Linienbreite des Kohatrons gleich 
76) a 
Ai) == 110: _t =. 1,06. 3 Vo 


ir schatzen ihre GréBe ab. Nehmen wir fiir die mittlere Geschwindigkeit der 
llekiile v = 6- 104 cm/sec [54] an, NS = 10" sec! [54], 1, = 0,5 cm, dann 
dn = N,SI,/v ~ 10° cm und Aw = 2,6 - 10? sec“!. Die Zeit, wahrend der das 
\stem in den iiber-emittierenden Zustand tibergeht, wird gleich t,,,=In n/n yy ~ 
0,07 sec. Die Intensitat des Kohatrons ist dabei gleich (w) = 2- 101! - sec”?) 


1708 hay 0,5: 10-8 W}). 


flan kann ein Kohatron auch dadurch realisieren, daB man die Niveaus von Elektronen 
jrnen usw.) von sich im Magnetfeld befindenden Paramagnetika benutzt. Nach einem 

Vergleich zur Relaxationszeit) schnellen Umschalten des Magnetfeldes (mit Umdrehung 
jer Richtung) befinden sich (bei 7’ = 0° K) alle Elektronen in dem oberen Energieniveau. 
wh der spontanen Ausstrahlung wird das Feld erneut umgeschaltet usw. 
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§ 8. Emission von Molekiilen in einem starken Hochfrequenzfeld 


Das Verhalten von Molekiilen in einem starken hochfrequenten Feld ist 
interessantes Objekt radiospektroskopischer Untersuchungen. Wir weisen 
auf einen der bei der Untersuchung des Verhaltens von Molekiilen in el 
starken Hochfrequenzfeld méglichen Effekte hin. Das Wesentliche dieses Effe: 
besteht in folgendem [95]. 
Seien Z, und E, zwei nicht entartete Energieniveaus des Molekils, p,, ung 
die Dipolmomente des Molekiils in den Zustanden mit den Energien H, un 
und 4, das Dipolmoment fiir den Ubergang 1 > 2. Speziell koénnen L, u 
die Komponenten eines durch STARK-Effekt aufgespaltenen Niveaus 
Dann sind p,, und p die effektiven, elektrischen Dipolmomente [61]. Fé 
wirke ein starkes elektromagnetisches Feld mit einer Frequenz w, die i 
Nahe der Resonanzfrequenz @,. = (LZ, — H,)/h = wp. des Molekiils liegt 
kanntlich verursacht ein solches Feld Ubergange zwischen den Molekilzusta; 
1 und 2. Bei diesen Ubergangen andert sich das Dipolmoment des Mol¢ 
VON 4; iN Uo und umgekehrt. Diese Anderung erfolgt mit der Ubergangsfreq} 
zwischen den Zustanden 1 und 2. Die Anzahl solcher Ubergange pro Zeiteil 
ist gr6BenordnungsmaBig gleich (siehe z. B. [57]) | 


F | 
oo aera ( 
F ist dabei die Amplitude des Feldes der Frequenz w. Jede Anderung des I] 
momentes ruft aber eine Ausstrahlung von Energie hervor. Offenbar wird | 
Strahlung die Frequenz 2) haben. Die experimentelle Bestimmung 
Frequenz erméglicht es, das Produkt aus dem Dipolmoment 4, des Ubers 
und der Amplitude des hochfrequenten Feldes zu bestimmen. 
Bei bekanntem Dipolmoment p,. kann man nach dieser Methode pring 
Prazisionsmessungen von hochfrequenten Feldern durchfithren. Andere 
hat man bei bekannter Starke des hochfrequenten Feldes die Moglichkeit } 
direkten Messung des Dipolmomentes typ. 
Wir erwahnen, daB der beschriebene Effekt in gewissem Grade dem ST 
Effekt und dem ZEEMAN-Effekt analog ist. Tatsaichlich erméglicht jj 
SraRK-Effekt die Emission einer Frequenz zu beobachten, die proportional 
Produkt der Feldstarke des konstanten elektrischen Feldes mit dem elektrit 
Dipolmoment des vorliegenden Zustandes (in unserem Falle 4, oder wo} 
Der ZEEMAN-Effekt erméglicht, eine Frequenz zu beobachten, die pro Di 
nal dem Produkt aus der konstanten magnetischen Feldstarke mit dem mj 
tischen Dipolmoment (dem Matrixelement des Operators des magnet 
Dipolmoments) ist. Bei Einwirkung eines hochfrequenten Feldes dagegen 
eine Strahlung der Frequenz , auf, die proportional dem Produkt der M 
tude dieses Feldes mit der GréBe des Ubergangs-Dipolmoments ist. Man} 
jedoch betonen, daB der Emissionseffekt im hochfrequenten Feld eigel 
weder mit dem STARK-Effekt noch mit dem ZEEMAN-Effekt zusammenfalll 
Wir fiihren jetzt die Berechnung des hier beschriebenen Effektes mit Hi 
Korrespondenzprinzips durch. Die Molekiile werden dabei quantenmechay 
die Strahlung klassisch beschrieben. he . : | 


Wir nehmen an, daB folgende Bedingungen erfillt sind: TaN ; 
a) Ty) < 1/w, wobei 7’) die Dauer des MolekilstoBes bedeutet und t die mi 
Zeit zwischen den ZusammenstéBen; b) | @ — w)| = |@ — @y2| S 1/tH 
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|w — Wmn| >1/t wobei m,n $ 1, 2; c) die molekularen St6Be werfen die 
Molekiile in die Zustande mit Energien EZ, oder EZ, zuriick; d) Op 122; 
_ Das isolierte Molekiil habe Niveaus #, mit den Eigenfunktionen pexp(tL,t/h). 
Dann gilt 
Hy NS E, ys, (2.87) 


_wobei H, der HAMILTON-Operator fiir das freie Molekiil (also ohne das Strah- 
lungsfeld) ist. 
Bei Anwesenheit einer Wechselwirkung mit einem elektromagnetischen Feld 
der Frequenz w hat der HAMILTON-Operator des Molekiils im auSeren Feld 
die Form 


H=H,—pF(t)=H,+Vsinot, . (2.88) 


_wobei F(t) = F sin wt ist und p der Operator des Dipolmoments. 
Die Wellenfunktion des Molekiils im auBeren Feld geniigt der SCHRODINGER- 
Gleichung 
in SY — (Hy + Vsin wt) y. (2.89) 
Wir bestimmen die Lésung dieser Gleichung unter Beachtung der Bedingungen 
a)—d) nach der in [57] dargelegten Methode. 


Bei Anwesenheit einer Wechselwirkung suchen wir eine Lésung der Gleichung 
| (2.89) von der Form 


Pr itjts=\a, 0 bide Ws. (2.90) 


'Dabei haben wir die Bedingung b) bereits benutzt. Zum Zeitpunkt ¢ = t) des 
' ZusammenstoBes sei wegen der Bedingung c) 


i 
D 


ay — 0, As —= AEN (2.91) 


| Verwendet man die Bedingungen b) und d), so erhaélt man nach einer Umfor- 
mung folgende Gleichungen fiir a, und ay: 


da, Visa; =, 00, - Var Jy 
ee ts v pts = ey 2. 2 
dt Oem ae Rigg Ge erg?) 
wobei 6 = Wy — W. 
|Setzen wir 
; D = |a,|? — |a,|?; Cp = 4,3; Cy) = Anat, (2.93) 
80 erhalten wir die Gleichungen 
D=— 4 [Viz Coy €'®! + Voy Crp e- #1], 
1 : 
Ch 55 Vig DErs (294a—c) 
t —idt 
CEG y Vo, De 


1) Man kénnte auch die noch mdgliche Anfangsbedingung a, = 0, a; =1 wahlen. Das 
Endresultat kann, wie aus physikalischen Griinden offensichtlich ist, nicht davon abhangen, 
| welche dieser beiden Bedingungen man genommen hat. 
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Die Gleichungen (2.94) kénnen exakt gelost werden. Differenziert man (2.944 
und setzt das Ergebnis in (2.94b) und (2.94 c) ein, so erhalt man 


: 1 6 ’ “ 
D= = oath es pe as Coy et — Voy Cpe **']. 
Durch erneutes Differenzieren und Beachtung von (2.94c) folgt 
ie 2 : | 
Dae ee i a D. (2.9 
Das allgemeine Integral dieser Gleichung ist 
D=.acos 2, (¢— 7) +8, (2.94 
wobei 
2 
Q3 = ("al +8 (2.9) 
gilt und a, 6 und T reelle Konstanten sind. Die Anfangsbedingung (2.91) kann} 


die neuen Bezeichnungen umgeschrieben werden: 


Ci2 = Coy — 0, | 
— e e me 
D os 1 t to ( ‘ 


Setzt man die ersten beiden Bedingungen in (2.94a) ein, so findet man, di 
D=0 fir t =t). Daraus folgt 7 = t in (2.96). Analog bestimmen wir G 
Konstanten « und £. SchlieBlich erhalten wir | 


1 
= 93 || 


Wir bestimmen jetzt das mittlere Dipolmoment des Molekiils zur Zeit ¢. \ 
Gleichung (2.90) wird | 


| 
(B) = [er w p(t) dg = \ay|? Bar + | @o|® tos + Cro Mer em" PCr Uae ene 
(2.4 


D Via|? cos Qy(é — to) + (46)? }. (2.4 


Indem wir uns auf das Korrespondenzprinzip stiitzen, kénnen wir jetzt 
Emission und Absorption des Molekiils finden. Die beiden letzten Glieder 
(2.100) geben einen Beitrag zur Absorption elektromagnetischer Strahlung ! 
Frequenz w [46, 48]. Wir interessieren uns daher fir die beiden ersten Glied} 
in (2.100): 


(Pa) = |a,|? Par + |a,|? Peon = 4 [Mar + Bor + (Yeo2 — Pat) 0 ial Fe 


(os — ar) | Viel? i 

+ 4 BO 131 cos Q(t — ty). (2.11 

Hierbei haben wir die Gleichung (2.99) und die Tatsache benutzt, daB | a, \2} 
+ |a, |? = 1 ist. Der veranderliche Teil von (y,) tis, fe 


(fh) = Wy cos (25 (¢ — ty) , ee lel 
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gibt einen Emissionsbeitrag. Dabei ist 


Bo = 4 (Mee — Yar) (2. 2y)-? \Vial* . (2.103) 


Im Fall starker Resonanz ist 6 = 0 und 
ee ee ee Ara 
Ho = 4 Yee — Har), Qy= oH. (2.104) 
Beachtet man, da8 die Zeiten zwischen den ZusammenstéBen nach dem Gesetz 
1 r 
w(t)dt = eich EAC EH (2.105) 


verteilt sind, so findet man, daB die spektrale Intensitaét der Molekiilstrahlung 
die Form 


1 
(2) = ————— 
($2) (OF +1 (2.106) 
hat. Die Gesamtintensitat der Molekilstrahlung ist gleich 
Qs 
= 54H. (2.107) 


Diese Strahlung ist wesentlich ein Nicht-Gleichgewichts-Proze8. Er erfolgt nur 
unter Einwirkung einer von aufen eingepragten Kraft (als welche hier das 
Kraftfeld der Frequenz w dient). Daher gilt hier der KIRCHHOFFsche Satz nicht, 
und die Absorption eines Feldes der Frequenz 2 durch das Molekil tragt keinen 
Resonanzcharakter [55]. 

Man zeigt leicht, daB die Molekiile die Frequenz 2 inkoharent ausstrahlen und 
die summarische Strahlungsintensitaét des ganzen Gases gleich [55] 


4 


= 5ubm (2.108) 


ist, wobei 7 die Gesamtzahl der Molekiile in den Niveaus H#, und £, ist. 

Wir schatzen die GréBen ab. Die Frequenz (2, hat die Ordnung | wre | ied 
Sei | w.| = 7,3-10-*CGS. (Fir ein CsF- Molekiil [61] ist F—4CGS 
=1,2kV/cm, dann wird 2, = 3-10! Rad/s.) Sei ferner pj = 10-* CGS, 
nw = 1017, dann wird J ~ 8- 10-16 Watt. Die Strahlungsintensitat kann sich 
-bedeutend erhdéhen, wenn koharente Strahlung der Frequenz 2, erzeugt wird. 
Koharenz kann folgendermaBen erreicht werden. Betrachten wir zum Beispiel 
einen Molekularstrahl, in dem sich alle Molekiile in einem Energiezustand be- 
finden. Wenn auf die Molekiile in diesem Molekilstrahl ein hochfrequentes Feld 
einzuwirken beginnt, so strahlt das System im ersten Augenblick koharente 
Strahlung mit einer Intensitat aus, die proportional dem Quadrat der Molekil- 
zahl (n?) des Strahls ist. Das Dipolmoment des gesamten Systems wird gleich 
Np cos Q,(t — t)). Die von neuem ankommenden Molekiile verringern jedoch 
das Dipolmoment des Systems, da die Summe der Dipolmomente dieser Mole- 
kiile nahezu Null ist. 
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Wenn das Feld zur Zeit ¢; anfangt zu wirken, so ist namlich das Dipolmome 
des gesamten Systems zur Zeit ¢ gleich 


N2(t) a 
P = nq(t) Wy cos Q, (t — ty) + 2, Mo cos Q, ( —t— a 
wobei n,(¢) die Zahl der wahrend der Zeit ¢ — é neu ankommenden Molekile is 
Ng(to) = O. n,(t) ist die Zahl der verbleibenden Molekile, die zum Anfangsze 


Koordinate bzw. Geschwindigkeit des i-ten Molekiils. 
Zur Zeit t+ t, wobei t die Zeit ist, die das Molekiil zum Durchfliegen d 
Kondensators (in dem das hochfrequente Feld wirkt) braucht, ist 7, (f + 7) = 
und das Dipolmoment 


P = 3 py 008 2 (¢— to — =) ~0. 
i=1 


v; 


q 
YY 


Die Strahlung wird vollstandig inkoharent. 
Wenn man jetzt das Feld ausschaltet, so befinden sich nach einer Zeit > 
d.h. zu einem Zeitpunktt; > ¢, + 21, alle Molekiile im Kondensator erneut 
einem Energiezustand. Schaltet man zu diesem Moment das Feld wieder ein, 
beginnt von neuem eine Strahlung ~n?, die nach Verlauf einer Zeit t vollstand| 
in inkoharente Strahlung ~ n tibergeht. / 
Um also eine koharente Strahlung der Frequenz Q, zu erhalten, muB man ef 
hochfrequentes Feld in Form von Impulsen der Lange t, < t verwenden. D| 
Zeit t, zwischen den einzelnen Impulsen mu8B der Bedingung ft, > t gentigel 
Dann wird die Strahlung Q) waihrend der Zeit ¢, naherungsweise proportional 
und wahrend der Zeit ¢, wird die Intensitat gleich Null. 
Wenn also z. B. n = 101° ist (das ist eine durchaus mégliche Molekiilzahl if 
einen Molekularstrahl (siehe z. B. [52]), so wird n? = 102°; daraus folgt ei¥ 
Strahlungsintensitat, die ~ 10?mal gré8er ist als die oben berechnete. 
Man muB8 bemerken, da8 man Koharenz nicht nur in Molekularstrahlen, sondey 
auch in Gasen und Festkérpern erzeugen kann!). Alle oben durchgefiihrty 
Uberlegungen bleiben dann gultig, wenn man in Gasen unter t die mittlere Z¢ 
zwischen zwei ZusammenstdBen und bei Festkérpern die Relaxationszeit | 
. versteht?). n bedeutet jetzt die Zahl na,; der aktiven Molekiile auf dem betrac 
teten Niveaupaar. Diese Zahl wird mit der BOLTZMANNschen Energieverteilu 
bestimmt. 
Im Moment der Einschaltung des Feldes erzeugen die ax+-Molekiile ein Dip< 
moment Maxt Up COS (2(f — t)). Wahrend der Zeit ~ t wird die Koharenz vol 
standig zerstért. Die Dauer des Impulses muB also wieder t, < t sein, und di 
Zeit zwischen den Impulsen mu8 > 7 sein, da sich wahrend der Zeit t eil 
BOLTZMANNsche Energieverteilung ausbildet. | 
Die Erzeugung von koharenter Strahlung im Gas oder Festkérper erméglic} 
die Intensitat der Frequenz Q, bedeutend zu erhéhen (selbst im Vergleich m1 
Molekularstrahlen). 


1) Zum Beispiel in paramagnetischen Stoffen, bei denen man die der paramagnetischi 
Resonanz entsprechenden Niveaus benutzt. iN : i} 
*) Die Méglichkeit kohairente Zustande in Gaesn und Festkérpern zu schaffen, wurde in [4] 
nicht beriicksichtigt. | 
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SchluB 


In Teil I wurde die Frage der Quanteneffekte bei der Wechselwirkung freier 
Elektronen mit hochfrequenten Feldern untersucht. Die Quanteneffekte sind 
dabei im wesentlichen vernachlassigbar klein. Prinzipiell kann man jedoch einige 
dieser Effekte messen [28]. AuBerdem sind einige Quanteneffekte im allgemeinen 
nicht vernachlassigbar klein. Zum Beispiel braucht die Quantendispersion der 
Feldenergie nicht klein zu sein [s. Formel (1.31)]. 

In Teil II wurden einige Probleme der Radiospektroskopie behandelt, die insbe- 
sondere im Zusammenhang mit der Bildung koharenter Zustinde in dem Mole- 
kilsystem stehen. Dabei wurde gezeigt, daB die natiirliche Linienbreite im Radio- 
wellengebiet im allgemeinen nicht klein ist. AuBerdem wurde das Problem der 
Ausstrahlung von Molekiilen untersucht (spontane und durch ein auBeres hoch- 
frequentes Feld induzierte Emission). 


Ubersetzt von H. W. Streitwolf. 
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Introduction 


The following notes are intended to present in a very simple and as much as 
possible self-consistent way the latest informations we have obtained in so far 
on the strong interactions of strange particles. We shall also discuss in detail 
some of the most interesting and fruitful phenomenological and theoretical 
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analyses of strong interaction processes. Our main interest has been concentrates 
on the analysis of some experimental data and theoretical works which coul 
give us in principle useful informations on the values of the quantum number 
(spin, strangeness and so on) of the strange particles and on the properties o 
their interactions. 
Experiments have however not been discussed to any length from the technicay 
point of view; many of the proposed experiments are indeed of very difficul 
realization and will have to wait some time before being made with the precisio1 
required by the theorists. Where possible, we have tried to point out the problem 
theoreticians are more interested in and their proposals of possible experiment 
investigation in order to clarify the theoretical schemes. / 
These notes are therefore mainly intended to be useful to theoreticians who hav 
already some experience of elementary particle physics but are not necessaril 
acquainted with the phenomenology of strange particles. As we have said, wy 
shall discuss only strong interactions in detail and at times take into account! 
electro-magnetic interactions. We shall not give here any information, pheno} 
menological or theoretical, on weak interactions responsible for the decay o; 
strange particles. We shall also restrict ourselves to the elementary inten 
actions and therefore we shall not discuss here the problem of elementary} 
particle interactions with nuclei. | 
Our notes do not require any previous knowledge in the field they are concerne¢ 
with. We shall however skip rather quickly on problems such as charge indef 
pendence and isobaric spin formalism, with which most of theoreticians ar; 
already familiar as they recur often in nuclear and pion physics. 
We do not claim for completeness neither of these notes nor of our bibliographij 
indications; we had often to choose among a number of different contribution, 
on the same problem and we chose that one that suited best to the lectur 
scheme. There is only one systematic point in the selection of the bibliography 
taken into account and discussed in the following pages, namely we have no} 
considered those calculations where theoretical results were obtained by mea ! 
of perturbation theory only. There can be some good in them any way; we fel 
however that they can also be more frequently deeply misleading, as it is clea 
that perturbations techniques give not a method generally valid when the inten 
actions are strong. 


I. Mass spectrum, isobaric spin, strangeness and spin of “strange particles’ 
We shall give in this Part I some useful tables, listing the known propertie 
and decay modes of the “‘strange particles’’. It will become apparent throug 
the following pages why heavy mesons and hyperons have deserved this no 
entirely enviable nick-name; we shall go through the production — decay 
dilemma, the “strangeness” and isobaric spin attributions and the experimenta 
attempts to find out the spin of heavy mesons and hyperons. 


I.a) Mass spectrum. Decay modes and lifetimes 


Table 1 has been prepared by picking out the most significant and useful dati} 
from the very complete report prepared by W. H. BARKAS and A. H. RosE 
FELD (1958)}). Fae 

ae es, ea 
1) Added in proof: A 2° event has recently been found by L. W. ALVAREZ eb al., Phys. Rev 
Letters 2, 215 (1959). Their data are listed in Table 1. : 3 
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Table 1 
particle and symbol mass in MeV | decay modes lifetime in sec. 
Heavy mesons K: K+, K- 494.0 + 0.2 — 2 1.22 + 0.01. 10-8 
— 3r 
>rtut+y 
>uty 
>t+te+y 
K° 494.44 1.8 — 2n 0.95 + 0,08 - 10-1°(K®) 
— 3x 
>artuty 
. >t+e+v 
Hyperons H: iN 1115.2 + 0.2 oN+nt 2.77 + 0.15 - 10-79 
at 1189.4+03 | oN+7 0.83 + 0.06 - 10-28 
x° 1190.5+1.4 | > A®°+y¥ << Oboe 
x7 1196.5+05) >N+4+n 1.67 + 0.17 - 10-1° 
a 1320.4+2.2 | >A°+n7 4.6<7 < 200-1079 
= 1311 + 8 A° + 7° Sie 


I.b) Strangeness and isobaric spin 


Ne have already stated that we shall be interested only in “strong” inter- 
tions of strange particles. What strange particles are we have phenomenologi- 
ally defined by means of Table 1, where are listed all the strange particles in 
o far known (and also not known, if we include the %° which has never been 
ybserved but whose existence would make theorists feel extremely comfortable) *). 
We are going now to define what “‘strong”’ interactions are. 

n order to introduce in the simplest and shortest way the concept of strange- 
iess and isobaric spin for strange particles we shall not follow the historical 
sath but use rather freely a number of experimental informations which have 
geen made available to theoreticians only after the development of the Nishi- 
ima-Gell-Mann model. 

[The first observation that was made on strange particles, as soon as they were 
snown to be present in many of the high energy cosmic ray events, was that 
heir interaction with the nucleons (and therefore, indirectly, with the pions) 
jad to be rather strong if it had to explain the high production excitation func- 
ion, found experimentaly, We know now that the cross section for heavy 
yarticle production by pions on nucleons in the region of the GeV is of the order 
of the millibarn. This value is consistent only with the hypothesis that the pion- 
qucleon and the heavy particle-nucleon interactions are of comparable strength. 
But the time of interaction in a region of the order of the nucleon Compton 
wave lenght is of about 10-2! sec. or less; lifetimes for decay of the strange 
particles into pions or nucleons would be expected to be of this order of magni- 
ude. Table 1 tells us that the lifetimes are at least 104 times longer — it is 
slearly no more possible to bring the discrepancy into the refinement due to 
letailed calculations. There is something not clear in the whole picture that can 
be summarized in the so called production-decay dilemma: heavy mesons and 
nyperons seem to be produced through a strong interaction and to decay through 
2 weak one (much weaker than the electromagnetic one, too). 

8* 
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We note now that in all decay processes (except for X° + A°® + y, due to elects 
magnetic interaction) a strange particle disappears and gives rise to ligh 
particles like 7, u, e or v (and always a nucleon, in the case of the hyper 
decays). The first conclusion that we can draw is that the hyperons bear so 
kind of nucleonic charge that is conserved also by the weak interaction respa| 
sible for the decay. The K mesons seem on the contrary not to bear this char 
(that we shall call henceforth “baryonic” charge, because nucleons and hyperq 
together will be often called ‘‘baryons’’), if at least we want the same interacti 
to be responsible both for their decay and for that of hyperons. If there: 
something that is non conserved in decay processes and that therefore strong 
damps through its non-conservation the decay transitions, it has to be found: 
something completely new with respect to the quantum numbers we alrea: 
know. Indeed tentatives to explain the production-decay dilemma thro 
high angular momenta involved and so on are very complicated and do not gi 
any reliable solution. | 
We shall be helped in our seeking for a new quantum number by the appeali 
experimental fact known as the “associated production”’ phenomenon. K mes at 
seem to be never produced alone and the same holds for hyperons: a reactil 
involving a heavy meson generally involves also a hyperon. Our tentative c¢ 
clusion is therefore that this new quantum number is associated to both hea 
mesons and hyperons but has opposite numerical value in the two cases. } 
such a way that a reaction whose initial state has zero value for this new quantt | 
number (that we shall call henceforward “‘strangeness”’ just only to have a nai} 
for it) has to contain both K and H in the final state if the strong interacti| 
(as the production interaction has to be) has to conserve strangeness. This si 
qualitatively explain why decay processes are due only to weak interactions :] 
decay processes strangeness cannot be conserved and therefore strong inti 
actions cannot play any role in them. | 
As we have said this is not the historical way strangeness came out in stran 
particle physics (it was rather through the analysis of charge independence ad 
displaced multiplets and so on) but it is only arough sketch that will make cli} 
the usefulness of this concept and its direct connection with the experimen} 
reality. But we have still to go a step further and to study more carefully 
production of positive and negative K mesons. 
If the assignment of strangeness were so easy as it seems to be (let us sf 
s = +1 for K ands = —1 for H) then K+ and K- would have the same strani! 
ness and behave in the same way, But, up to fairly high energies, 7 + n pif 
duce K* and K® with a hyperon and never K- ; besides the K+ and the K- behave i 
quite different way when interacting with the nucleon. The K+ undergoes only 4 
stic scattering and so comes out alwaysfrom the interaction region; the K- on4| 


and fruitful theoretical previsions that are however: quite outside our presi 
domain of interest. woe cet H| 
Let us summarize in the following table the assignment of strangeness that ¢| 
correctly explain the known experimental facts. It is based, as we have alreaf 
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said, on the assumption that besides electromagnetic interactions there are 
strong (nuclear) interactions which are responsible for the production and inter- 
action of strange particles and that conserve strangeness; and weak interactions, 
responsible for their decay, which do not conserve s. If the assumption is made 
that weak interactions alter only by one the numerical value of s it is clear why 


the ‘cascade particle” & is assigned s = — 2. 
Table 2 
N, x, leptons, y $= 
Kt, Ke g= 41 
K-, K° s=—l 
IN >> s=—l 
i) s= —2 


No physical interpretation of the strangeness quantum number has been given 
in so far; several mathematical models have been proposed where strangeness 
comes into the set of quantum numbers associated with elementary particles in 
a more or less natural way but all of them have been built up ‘‘a posteriori’ 
and they give only a formal justification to the strangeness assignment made on 
empirical grounds. There can be a number of such models with arbitrary names 
for the new degree of freedom that we need in order to classify elementary 
particles. By itself this fact makes clear that there is little physics in them and 
that we are still waiting for a physically sound and complete theoretical classi- 
fication of elementary particles. 


I.c) Charge independence 


It is clear from Table 1 that elementary particles exist in ‘families’, whose 
members are distinguished from each other only by the value of the electric 
charge. Among the non-strange particles nucleons (protons and neutrons) 
represent one of these families and pions (positive, neutral and negative pions) 
another one. We see from Table 1 and from the list of s-values in Table 2 that 
the following families can be formed at once: 


two charge states K+, K® — strangeness + 1, 

two charge states K-, K® — strangeness — 1, 

one charge state A° — strangeness — 1, 

three charge states X+, X°, X- — strangeness — 1, 
: two charge states H-, H° — strangeness — 2. 


cL Pals 


In order to group in such a way strange particles we have to disregard the small 
mass differences among the members of a same family. There is as yet no evi- 
dent mass difference between K+ and K° (latest experimental data give mx- 
— met = 0,4 + 1,8 MeV) while the mass difference between X- and X* has 
been established beyond statistical errors: we have my~ — my*t = 7,1+0,4MeV. 
This mass difference, if compared with the mass of the particles, is however 
much smaller than the mass difference between charged and neutral pions 
(m,+ — My: = 4,6 MeV) which is very probably due to electromagnetic effects. 
In the case of D ’s it has been related to an anomalous moment effect. It is clear 
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that, from the point of view of strong interactions, all the particles of a famil} 
are exactly equivalent: a family will then be called “charge multiplet” and | 
formalism already developed in nuclear and pion physics, namely the isobarii 
spin formalism, can be introduced also for strange particles. 
An isobaric spin 7’ will be assigned to that particle whose charge multiple 
contains 27 + 1 states; if we introduce an isobaric space (which has nothing t} 
do with the ordinary space and that will have in general quite different dime 
sions) where the vector 7' will have 27 +1 possible projections with respect 
one of the axes (charge axis), then we can associate each of the members of 
charge multiplet with a different component of 7 along the charge axis, a 
The following Table will clarify the argument: 


Table 3 


K doublet: T =1/,; 13 = +1/2(K*); —1/, (K°) 
K doublet: T =14/.; U3; = +1/,(K°); —1/,(K-) 
NGS lei l——! OG eee at O(AD) | 
Ditriplets, 0 lis, (0-1 (a4)e 0 (2°); —1 (x) | 
= doublet: 7 =4/,; Dy= +1/,(E-);  —4/_ (B°) 


The mathematical techniques used to deal with isobaric spin, that we shall ne 
attempt to describe here, are practically the same as for ordinary spin. It wij 
be the same also for the addition rules. Isobaric spin vectors in isobaric spa 

will therefore be added by following the same quantum mechanical rules dev¢ 
loped for the addition of ordinary spin vectors in ordinary space. We shall als 
assume that not only the charge component 7’, of the total isobaric spin of | 
system has to be the same in the initial and the final state of a reaction involvi 
only strong interacting particles (which is obvious, due to the connectia 
between 7’, and the electric charge which is surely conserved by all known inte; 
actions) but also the total 7’ vector has to be conserved by strong inte 
actions. This assumption, which has been used extensively in nuclear and pic 
physics, is the so called “‘charge independence” hypothesis. It can be stated | 
the following simple words: if strong interactions are independent of the char; 
states of the particles involved, then the total isobaric spin vector T is a go¢ 
quantum number and therefore commutes with the strong interaction Ham} 
tonian. 
We shall not attempt to discuss here the bases for such an identification | 
charge independence and conservation of 7. We shall only be concerned he 
with some of the implications that this charge independence hypothesis brin! 
along and we shall briefly indicate what techniques are most suitable for treati 
with charge independence problems. As a matter of fact our main interest wi 
be in the possible tests of charge independence (which in our case is by no meai 
obvious and is not so well established as in the pion case) in processes involvi 
strange particles. | 
As an example let us analyse from this point of view the production processe 


a) m++ p> Xt+ Kt 
b) z+ p> X-+ Kt : (Ii} 
c) —+ 9+ Ke : | 


It is clear that the initial state in a) is a pure T =3/2 state, while the syste 
m™ — p in b) and c) is a mixture of 7 = 1/2 and T = 3/2 states. If charge ind 


| 
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endence holds and therefore total T spin is conserved there will be no trans- 
tion between T = 1/2 and T = 3/2 states and we shall be able to define two 
ndependent transition amplitudes M, and M,, corresponding to T = 1/2 and 
' = 3/2 transitions respectively. The differential cross sections for a), b) and c) 
n terms of these transitions amplitudes are as follows: 


Oq(P) re | M,)? 
04(0) = |(M, + 2M,)/3/? (1.2) 
o-(8) = 4|2(M, — M,)/3/ 


M, and MM, are in general complex numbers; let us consider now the triangle 
n the complex plane formed by the vectors: Mg, (IM, + 2M,)/3 and 2(M, — M,)/3. 
fhe sides of this triangle (proportional to the modulus of the three vectors) 
lave now to satisfy the well known triangle inequalitities which, through (I.2), 
an be easily expressed as relations among the cross sections. One of the most 
tringent of these relations is the following one: 


Vo0(9) + Voa(9) — V20,(8) > 0. (I.3) 


J. LL. BROWN and al. (1957) have extensively studied reactions (I.1) and have 
oncluded that condition (1.3) is satisfied at all angles except probably in the 
yackward direction for the X%, where the L.H.S. seems to become negative. 
irrors are still too large and clear-cut conclusions cannot as yet be drawn 
mn a possible failure of charge independence in associated production processes. 
We note moreover that the &° whose production cross section appears in (I.3) 
annot be observed but through the indirect observation of the decay of A’s 
vhich do not seem to be produced in the direct process; 7- + p-» A® + K®. 
Many other triangular inequalities due to isobaric spin conservation have been 
roposed in the last years as a test for charge independence; we shall not go 
hrough them in detail, but only remember the relation that can be found for 
<- absorption on protons and neutrons: 


V20(K-n/2-7°) > | Vo (K- p/2-x*) — Vo (K- p/2* rr |, (1.4) 


elation which does not require, in order to be tested, measurements on X? 
articles. 

tharge independence can give rise also, in some very lucky cases, to definite 
qualities between cross sections; this is the case when only one isobaric channel 
s open either in the initial or in the final states. As an example we recall K~ 
bsorption on He, and on deuteron (in both cases the initial state is a pure T = 1/2 
tate). Charge independence requires for instance that: 


o (K- He,/H,7° A°)/o (K- He,/Hegn~ A°) = 1/2. (1.5) 


Yo one of the proposed equalities has been yet experimentally examined but 
nany experiments are in progress already, both with helium and with deuterium 
ubble chambers. 


I.d) Spin of heavy mesons and hyperons 


Ve shall now briefly survey the arguments that can be given for determining the 
pin of strange particles. We shall show that these arguments will favour the 
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value 0 for heavy mesons and 1/2 for hyperons even if it is not possible to excl 
completely higher values. | 


1. K-mesons 
There is a good deal of experimental evidence in favour of the existence of 4 
reaction 

P > n° + 7°. ( 


The final state, being composed by two identical bosons, must be in a state: 
even momentum; this means that the spin of the K® must be even. 
The observed angular and energy correlations of the three charged pions comi 
from the decay of the t+ meson can be compared with theoretical predicti¢ 
based on the calculation of penetration and phase space factors (R. H. Dal} 
1953, E. FaBRI 1954) that depend on the spin of the K and on how the angw 
momenta of the two z* (1) and of the 77 (’) add together. The fit is good for spii 
and bad for spin 1. For spin 2 the test is less clear-cut, but it is possible to fi 
particular combination of (I, ’) that fit the data. In general it is possible to 
agreement for higher even spins but not for odd values of it. 

These evidences definitively exclude spin 1 (and higher odd spins) while | 
not able to exclude high even spin values. In this sense there are other arg| 
ments, like the absence of the radiative decay | 


K>r+y¥ ai 


that is obviously forbidden for spin 0 but allowed for 2 and higher valu 
A statistical calculation gives a branching ratio (x+ + y)/37 =~ 20 for spin 2) 
a radius of interaction ce to the Compton wave length of the K+-meson| 


of: 
Kto>nt+ette. (yf 


With spin 2 or higher one would expect to find correlations between producti 
and decay planes. However the angular distributions of the decay products of} 
and K+ present no correlation at all being always compatible with isotropy. | 
The polarization of the u in the K*-—> p++ v decay is complete within the } 
perimental errors (10°). This result is to be expected for spinless K from j} 
two component theory of the neutrino (as in the decay of the pion) while ii 
not at all a necessary consequence for higher spins even if not in contradictilj 
We see then that even if the evidence is not conclusive there is a good deal] 
support to the hypothesis of spin 0 for the K meson. 


2. Hyperons 


A good method to study the spin of hyperons has been-proposed by AD4J 
(R. ADAIR 1955). He notes that if we study the reaction 


ct+N>H+K | 


in the forward or backward direction the component of the orbital angu 
momentum m, of the final state would vanish. Then if the spin of the K ij 
and the initial nucleon is unpolarized the hyperon is prodtced in the stat 
my = 1 [2 and my = —1/2 with equal probability and no phase correlatill 
If the spin of the hyperon is 1/2 this would simply mean that the hyperor} 


| 
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inpolarized so that the angular distributions of its decay products will be 
sotropic. But if the hyperon has a spin different from 1/2, the conditions pre- 
riously stated would imply that the hyperon will be polarized (because not all 
pin states are equally populated) and then a non isotropic angular distribution 
that is computed for other values of the spin) of the hyperon decay products 
hould be found. F. EIsLER et al. (1958) measured the angular distribution of 
he decay products of backward and forward emitted A® and =- produced from 
~ — p reactions. In order to evaluate what error is introduced by the fact that 
he H is not produced at exactly 0° or 180° (i. e. the m, + 0 contamination) 
hey analyzed the angular distributions in the production experiments in terms 
f partial waves and were able to fix a solid angle around forward and backward 
lirections so that the maximum m, + 0 contamination would be of the order 
f 10—15%. Studying the angular distributions of the decays of the hyperons 
mitted in those angles (fortunately frequent owing to the pronounced forward 
ind backward peaking of the production cross sections) they found consistency 
vith spin 1/2 and disagreement with higher values for the spin. 

\ similar argument, based on the study of the capture reaction 


K-+p>H+xr (1.10) 


as been given by S. B. TREIMAN (1956). The argument is valid only if the 
apture takes place from S-states; in that case the component of the spin of 
he hyperon in its direction of motion is my = + 1/2. Then the same argument 
8 that developed previously can be applied. The present experimental data, 
ven if rather preliminar, show no evidence for anisotropy consistently with spin 
/2. This test depends on the assumption of S-wave capture; it is however quite 
ossible the absorption process to take place from P-states. 

Another argument leading to a value of 1/2 for the A® spin has been given by 
. RUDERMAN and R. KARPLUS (1956). By analysing the hyperfragment decay 
rocesses they argue that most probably the angular momentum of the pion 
mitted in the process A®° > p + 7 is 0, so that the spin of A® must be 1/2. 

Ne shall henceforth use spin 0 for K mesons and spin 1/2 for A and &. Nothing 
an be said as yet on the spin of the cascade particle &. 


II. Relative parity between strange particles 


‘he conservation of the “‘strangeness’’ quantum number in strong and electro- 
nagnetic interactions requires more than one strange particle to be present in 
ny production or interaction process (and in the few cases of electromagnetic 
lecays). To measure the parity of a strange particle relative to the nucleon, we 
hould need in general our strange particle to be alone among nucleons and pions 
nd present only in the initial or the final state of the process. This is the case 
ndeed for slow decay processes, induced by weak interactions; but we have just 
zarnt in the past two years that weak interactions induce parity violating pro- 
esses. They can be therefore of no use and we have to stick to strong and electro- 
aagnetic interactions and look for that much information about the relative 
arity problem as they can give. 

t is clear that only the relative parity of one strange particle relative to 
nother strange particle can be defined through a strangeness conserving reaction, 
the strangeness of the particle is odd. This is not the case for the &, which for 
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instance can be produced in the reaction: 


nr+N>E+K+K. (0 


In this process the intrinsic parity of the system formed by the two K mesons 
clearly even and therefore the parity of the & particle relative to the nucle 
could in principle be unambigously determined by studying the dynamij 
features of the final state in (II.1). 
In what follows, we shall be interested only in particles with odd strangene 
We shall therefore study the possibility of obtaining, from experiment, inff 
mations on the relative (A — &), (K — A) and (K — 2%) parity. We shall ass 
for the time being that the members of a charge multiplet have the same pary 
relative to the other particles. | 


II.a) Relative A — X parity 


We shall use the word “hyperon” and the symbol H henceforth to indicate o 
A and & particles. Our first parity problem will concern the determination) 
the relative parity of the two types of H. : 
Information on the relative (A — &) parity, P,s, could be drawn in princii 


from production, interaction and decay processes involving hyperons. In 
rather more indirect way P,y plays an important réle also in processes whi 
hyperons can be present only in intermediate virtual states; this latter pal 
will be discussed later on in connection with the analysis of the relative (K —) 
parity, Pxy. We shall limit ourselves now to analyse in detail some of the 
periments proposed in order to determine Pay from processes involving 1 
hyperons in the initial or the final state. 
Let us discuss first the behaviour of the cross section o, for production of A 

the reaction: i} 


crtN->A+K. (1 


Near threshold, the variation of o, with energy will depend only on Px Al 
can be shown however that near the threshold for the reaction: | 


ce NS Stk (Li 


its behaviour depends strongly on Pay. The same holds for the angular dis: 
bution of the final particles. This is connected with the existence of a theor 
(first discussed by Breit and Wigner for nuclear physics problems), concern} 
the possible appearance of a cusp in the cross section of one reaction when | 
energy reaches the threshold for another. : 
It is clear that only the 7’ = 1/2 amplitude in (II.3) will affect (II.2), where }| 
final state is a pure 7' = 1/2 state; besides, if we work very near the threshi} 
for (II.3), only the 8,/, state will contribute and therefore only the S,;, or # 
transition in (II.2) will be affected, depending on whether P, y is even or o} 
respectively. If S@ indicates the matrix element for reaction (II.2), cox} 
sponding to 7’ = 1/2 and to the orbital and total angular momentum appt 
priate to Pyy, the theorem we have quoted above can be expressed in the fol 
wing way: i} 


S® = §® (at threshold) + aks (1 | 
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where ky is the momentum of the & in the c.m. system and a is an energy inde- 
pendent parameter (at least very near threshold) related to the matrix element 
for reaction (II.3) and to that for the physically unrealizable process: 


i ag «geld ap es ae (II.5) 


Now it comes the dependence of the angular distribution of the final particles 
in process (II.2) on Py y (this analysis has been made in detail by A. I. Baz and 
L. B. OkuN — 1958). The transition amplitude can be split in a non-spin-flip 
amplitude g and a spin-flip amplitude h. At threshold for process (II.3) g and h, 
according to (II.4), will get extra contributions Ag and Ah, coming from the 
aks term; the two contributes vanish at threshold and their interference with g 
and h gives the cusp in the o, (Z). In the angular distribution of the final particles 
there will be present interference terms between g and Ag, h and Ah. If Pay 
is even, Ah = 0 and gq is angle independent, while 4g can contain a cos # term. 
Therefore, at threshold, 

only isotropic and cos @ 4/4) 

terms shall be present in 
o,(#). If on the contrary 
P, x is odd, in general also 
a cos? } term will appear. 
An explicit formula for 
6, (£) has been calculated 


by R.K. ADAIR (1958) 700 800 900 1000 E [MeV] 
in the following assump- 
tions : that the interaction : Fig. 1. 


is strong and short range 

enoughso that the behaviour of the crosssection near threshold isdetermined largely 
by the properties of the wave equation in an external region, defined as the 
region where the particles do not interact except through Coulomb forces; 
that the influence of the internal region is no strongly energy dependent in the 
energy range we are interested in; that the decay of the system is independent 
of its mode of formation. Qualitative results are given in the following figure 1: 
It is there evident the sharp cusp in a, at threshold for reaction (II.3). 

As for the experimental data, we limit ourselves to the data presented during 
last Geneva Conference (1958). o,(H) rises from threshold to a peak of about 
0,8 mb near 970 MeV (kinetic energy of the pion) and then drops again to 
0,2—0,3 mb. The maximum energy used until now is about 1.3 GeV. 

We note that the maximum is reached indeed in the region of the threshold for 
the competing process (II.3) and this could indicate therefore even Pay. The 
angular distribution of A’s from (II.2) is nearly energy independent and is 
strongly peaked in the backward direction. As for the absence or presence of a 
cos? ? term near the cusp, such a refined analysis of the angular distribution 
seems to be still out of the reach of the experiment. 

The interaction of hyperons with nucleons can be treated in a simple phenomeno- 
logical way, at least in so far as the determination of P, zis concerned. We refer, 
for instance, to the analysis of the reaction: 

| x +p7A°+n (11.6) 
which can give rise to polarized A’s if the initial X- beam is at least partially 
polarized. 
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As a possible source of polarized X~-’s the reaction: 


K-+ p> 2-47 (II.7 


could be used; there is indeed some indication of up-down asymmetry in 
decay for &’s produced through (II.7). Let us assume that such a polarized bear 
could actually be prepared by a highly sophisticated laboratory and let us se 
how should we use it. 

For simplicity, we shall take into account only absorption at rest from 8 
P initial bound states; the transition will therefore go through the followi 
chanels: 


Cy 


Pas initial state final state Px 
even S Ss Py =aPy3 
12 P Py =aP ys + bn 
odd N) P Py = aPs + bn 
P Ss Py = aPs 


where P, and Py indicate the polarization vectors of A and &, respectively, a 
n is the unit vector in the direction of motion of the emitted A. It is clear the 
P, cannot depend on n when the final state is an S state. If we were able t 
know the initial orbital state, therefore, we could casily derive the sign of P\J 
by the observation of the angular dependence of the polarization vector of tk 
produced A. 

As a possible method for determining the orbital state from which the absor 
tion at rest of X- by proton is dominant, A. PAIS and 8. B. TREIMAN [who ha y 
discussed in detail the reaction (11.6) — 1958] propose to study the polarizatiq 
of the X° produced in the reaction: 


x +p>h°+n (II. 


(this measure requires, in turn, the determination of the polarization of the 
generated in the electromagnetic decay of the £°; the problem becomes then § 
involved that the proposal does not seem to be easily realizable). Because of o 
assumption on the relative parity of particles belonging to the same char; 
multiplet the polarization of the X° will be unambigously related to that of t 
x and to the orbital state involved in the initial state. 
meee we go to the influence of the sign of P, y in electromagnetic transitio 

such as: 


a) X°-» A® + et + & 


It} 
b) X9—> A®° + ¥. 
The branching ratio @ between reactions a) and b) is sensible to the sign of P4 
(G. FEINBERG — 1958). If we write down a phenomenological point interacti¢} 
between hyperons and electromagnetic field, in so doing disregarding possili 


structure dependent effects, we can calculate @ at the first order in the elect: | 
magnetic coupling by means of the usual perturbation theory. The results 


Feinberg are as follows: 


os 


Ps even: 6. = 1/184 BE VER 
Pyy odd: 9 = 1/165. 
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Structure dependent effects are estimated to alter this result by no more than 
2%; as the difference between the two figures is of about the 12%, it seems that 
the proposed measurement of @ could help in the determination of the sign of 
Pax. We note that until now only one event that can be interpreted by the 
scheme a) has been reported. An evaluation of g lays still outside our present 
experimental possibilities. 


IT. 6) Relative parity of charged and neutral heavy mesons 


What we mean by relative parity of charged and neutral heavy mesons is the 
intrinsic parity of systems like (K+ — K°®). It could seem quite obvious that the 
parity of such a system has to be even, according to our general views on charge 
independence and on the identity of all quantum numbers, except for the 
charge, for the members of a charge multiplet. The problem is that in a very 
peculiar formulation of the theory of strong interactions, based on a search for 
the largest symmetry among baryons compatible with experiment, the K 
mesons can be described no more in terms of one doublet (K*, K°) and its anti- 
particles (K~, K®°), but in terms of two isobaric spin singlets, one for K® (anti- 
particle K®°) and the other for K+ (antiparticle K-). We shall speak in detail of 
these symmetry proposals by A. PAIS (1958) later on, in the third part of these 
lectures. We just want to point out that, once assumed a set of hypotheses 
very carefully discussed by A. Pals (1958a), the question of the parity of the 
system (K* — K°), Pxx, is quite a sound question and completely open as 
yet. Of course being the K meson a boson, the parity of the systems (K+ — 
K-) and (K® — K°®) can only be even. We are then left with only one intrinsic 
parity of unknown sign, and this is the parity of the system (K+ — K°®). 

If we assume Px,x to be odd, and keep the framework of the symmetry theory, a 
lot of interesting consequences can be drawn out of it. PAIS has analysed the 
influence of Px, being odd on charge independence in strong interactions, parity 
conservation in direct K — x coupling, production and interaction processes 
and hyperon polarization in production. 

We want to note here that there are several reactions in which Px x can play a 
relevant rdle in determining the dynamical features of the final states. We can 
use, for instance, the annihilation of a nucleon-antinucleon pair from states of 
definite total angular momentum and parity (we understand, however, that it 
will be a difficult task to decide what is the dominant bound state in the nucleon- 
antinucleon absorption at rest) into a pair (K, K). In a reaction like: 


n+ p—>kK++K? (II.10) 


the sign of Px, will determine unambigously the initial angular momentum and 
parity states interested in the transition. 
Also in a production reaction like: 


nmtn>s + Kt-+ K® (11.11) 
the sign of Px, will determine the energy dependence of the production cross 


section at threshold, where all of the orbital motions in the final state will be in S 


tates. 
An interesting method to analyse experimental data in order to draw informa- 


ion on the relative K+ K® parity was very recently proposed by J. G. TAYLOR 
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(1958). His proposal lays essentially in the fact that the matrix elements f 
several processes involving strange particles, when analysed as function of tl 
momentum transfer, present aspects that are rather different for equal or opp 
site K+ K® parity. Let us consider the matrix element M for the associated p 
duction reaction x- + p— A® + K°. Uf shall be a function of the total ener 
w = (pp + px)? and of the invariant momentum transfer A = (pp — pa)! 
(p are 4-vectors). If one studies the analytic behaviour of M(w, A) as a functic 
of A one would expect from rather general grounds (dispersion relation by 
haviour) that M should have a pole for J = mx arising from the contributi¢ 
of the ‘‘direct production” schematized in fig. 2. However such a process, conté 
ning the K Kz interaction, is only possible if the parities of K* and K° are oppt 
site; the residue R of the pole shall then be zero if the parities are equal. If t 
parities are opposite, R shall be a known function of w and A (depending on Px} 
multiplied by gxxx-°9xa- We can now express A as function of w and @ (cent 
of mass scattering angle); we shall have 


/ R(q, cos@) 
/ <a > 
in? M (w, cos 6) aos + F(a, cos 0) 
/ 
6 where « is given by 
He 2 Pro PKo - ms 
: a 


a ~ 2) pall Px | 


and F'(w, cos) is a regular function of cos@ for phy 
sical values of cos 0 and up to cos@ =a. We na 
Fig. 2. that, being « >1, the value cos 6 =« shall always | 
outside the physical range given by —1< cos9</ 
For 1,9 Bev in the nucleon laboratory system a = 1,24. 
The differential cross section o(@) shall be essentially proportional to |M 


that we shall have for every fixed energy: 
(« — cos 6)?a (0) = A(0) + (« — cos 6) B(8) + (a — cos 6)?C (6) 


where A, B and C are functions of 0 (and of the fixed energy) and are direc} 
related to the known function R and to the regular function F. If K+ and |} 
have the same parity then, as said before, R = 0 and therefore A = B = 
We see then that by doing a fit to the experimental values of (a — cos@)?0(0) 
function of 8 or by an extrapolation on the unphysical region until cos 0 
one can in principle see if a non zero value of R is needed. This would be a ti 
for opposite K* and K°® parities. Besides if the parity is opposite, from the val 
of A, B, and C one can hope to infer the value of R (or its order of magnit | 
and sign) and from there to have some insight on the A — K relative parity aj 
the value of gxxx9x a- However this isa very difficult task, so that very pre ‘| 
values of the differential associated production cross section would be need 
we know how these extrapolation procedures or best fit calculations are ail 
cate so that precisely refined analysis must be made with extremely good exp ' 
mental values in order to find results that have some meaning at all. A fij 
crude analysis is performed in the paper of Taylor; he infers a negative value}| 
the K* — K° relative parity and, probably, Py x = Psx ="= 1>Our personal|| 
lieve is that the experimental data is premature, with regard to the possibil| 
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of assigning some real sense to such an analysis. However in the future this 
method, that is also applicable to other processes (as for instance the Kt+n 
exchange scattering), can give a rather good way to draw information on the 
parities of the strange particles. 

We shall further discuss, in section IIIa, the theoretical implications of different 
K+ — K° parities. 


II.c) Relative K — H parity 


We are now going to discuss the most important topic of our analysis of the re- 
lative parity between strange particles; that is, the problem of the relative K —A 
and K — 2 parities(Px, and Pxs, respectively). During the last years there has 
been a sort of a hunting for the truly “crucial’’ experiment which could allow us 
to determine the sign of Px , and Px y; no such an experiment has been proposed 
until now. On the other hand many of the proposed experiments can in prin- 
ciple give helpful information on this matter; it is clear that, by gathering 
together such information as soon as the experiments will permit, we shall be 
able to collect at the end a fairly consistent set of indications. We shall however 
show, at the end of this section, that the dispersion relation analysis of heavy 
meson-nucleon scattering can already give a clear indication on the parity 
values. 

For simplicity, we shall often speak in what follows of ‘‘scalar’’ or ,,pseudosca- 
lar’? K mesons; this means only that in the first case Px y is taken as even, and 
in the second case as odd. Of course, because of the possibility of an odd value for 
Px,sx, the K meson could turn out to be scalar with respect to one of the hyperon, 
and pseudoscalar with respect to the other. 
We shall now treat in detail the informations about Px y that it is possible to 
obtain from production and interaction experiments. In particular, we shall 
spend some time on the use of dispersion relations for K — N and K — N inter- 
actions, but we shall not attempt to derive them here in a mathematically 
rigorous way. 


1) Production processes. 


Production processes of the type: 
xt+N->K+H (11,12) 


can give useful informations on the sign of Pg y. What is important here is that 
‘experimental data can give independent informations on Px , and Px. Let us 


consider, for instance, the lowest energy production process: 
nx + p—2>A°+ Ke. (11.13) 


‘Only the 7’ = 1/2 amplitude will be interested, because the final state is a pure 
T = 1/2 state. If K is scalar, only the P,,,. wave of the initial state will be ab- 
‘sorbed to produce an S wave K — A system, at threshold; if K is pseudoscalar 
‘only the S,/, wave will be affected. We could then in principle expect some 
‘anomalous behaviour in the elastic n> — p scattering at threshold, with an 
anomaly affecting only one of the several partial waves present at. this energy. 
R. K. ADAIR (1958) has estimated this effect to be of the order of 10% inz~ — p 
differential cross section at most angles and has noted that an investigation of 
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the differential cross section might help in determining whether the Sj), or thi 
Py. wave is affected. The T = 1/2 x — p cross section exhibits indeed a broas 
maximum near 900 MeV; too broad, however, to be ascribed toa J = 1 /2 stati 
alone. 
We have recently proposed (D. AMATI and B. VITALE — 1958 a) that a simpl 
phenomenological treatment of (II.12) near threshold can help us in connectin 
the angular dependence of the polarization of the H produced in (II.12) with thi 
sign of Px y. As an example of a number of phenomenological treatments, to by 
discussed very often in the following pages, we shall go throught it rathe 
lenghtly. | 
Near threshold, only S and P waves will be present in the final K—H system 
the possible transitions are therefore: 


scalar K Sy2— Pures Pare S123 Dsr2—> Pave 


II.1 
pseudoscalar K 84/2 —> Sy/2; Pyj2—> Pres Psr2—> Poses 


The transition matrix is then expressed by: 


M, =4(py- oy) + O(Px* Ox) + ¢(PH- Px) (Px * Fu) (1.4 

My, =A+ B(py- Px) + C(Py X Px + FH) 
where s and ps stand respectively for scalar and pseudoscalar K; py and p, ai} 
the hyperon and pion momenta in the c. m. system and oy is the hyperon spi} 


operator. i 
If we remember that, in our case: 


| 
o =1TrMtM; P =4TrM* Moyo (rr. 


——————— 


} 


we can easily derive from (I1.15) the expressions for the differential cross secti | 
and the polarization vector of the hyperon. Let us consider here in detail on) 
the simplest case, that is the production of A through (II.13) (this means thi 
only the 7’ = 1/2 channel will enter the calculations), in the assumption | 
scalar K. We obtain then: | 


ox(8) = |a-pk + |b|2p2 + 2(ReaXb + Reb cp?) pups cos + 
+ (|? + 2Rea*c) pi py cos? B. (11.19 
P,(8) = (Ima*b py p, sin 8 + Ima*cpy p; sin 28) n / 05(9) 


where n is a unit vector normal to the (p,py) plane. 
The coefficients a, b and c present in (II.17) are still completely unknown-, t 
only thing we know about them is that they are in general complex numbe}} 
But, if the analysis of the x — N interaction at energy around 800 MeV can |} 
expressed in terms of phase shifts, a very naive approach could be used. O) 
could follow lines already introduced by K. WATSON (1954), who was able | 
express the pion photoproduction amplitudes in terms of the pion-nucleq| 
scattering phase shifts. This approach can be used here, of course, only if }} 
consider the K —N — zx interaction asrather weaker than the x — N interactill 
making therefore possible to disregard the final state interaction. The fact t h| 
the heavy meson — hyperon interactions can probably be considered as mod} 
rately strong with respect to pion — nucleon interaction ‘will be discussed d 


tensively later on, in connection with the Gell-Mann theory of strong couplit) 
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Once this assumption is made, the coefficients appearing in (II.17) can be defined 
through the pion-nucleon scattering phase shifts and a set of real quantities, as 
follows: 


a@ = 1as exp(id,); b = tbp exp(id,3); ¢ = icp exp(td2) (II.18) 


where as, bp and Cp are now real quantities, and 6 the z-N phase shifts in the 
usual notation. 
With the knowledge of the pion—nucleon scattering phase shifts at the pro- 
duction energy we shall be able to get the three real coefficients out of the 
differential cross section and to use them in order to calculate the expected 
angular dependence of the polarization intensity. A similar analysis can be made 
also in the pseudoscalar case, but the presence of both P,;, and P,), phase shifts 
in B and C will make things rather more complicated. 

Anyway the discussed relation among pion—nucleon scattering, differential 
cross section for A production and A polarization requires, in order to be tested, 
the knowledge of the phase shifts in a region where the phase shift analysis is 
difficult, because of the number of angular momenta and parities involved and 
where the phase shifts become complex, because of the opening of some channels 
for inelastic scattering. 

The possibility of getting information on Px yfrom other types of production 
processes has been carefully and hopefully explored by many authors. Some of 
the proposed experiments cannot be done yet, but they seem to be already 
within the range of possibilities of the most advanced techniques; other sugge- 
stions refer to experiments already made or in progress, but in general they 
require much more refined experimental results than the ones already obtained. 
Let us go rather quickly through these proposals, indicating only a few of them 
and being concerned mostly with the general methods employed in this type of 

apers. 

pastel production by pions in He, (to be studied in He bubble chamber) 
could be useful, if at least one of the A’s so produced would stick to the He, 
nucleus producing a ,He, hyperfragment. Indeed, if we assume spin 0 and 
parity even for the ,He,, it is easy to see that the reaction: 


a+ He,— ,He, + K (11.19) 


can take place only if Px , is odd. This was noted first by J. J. SAKURAI (1957): 
if we remember that the spin of He, is 0 and that its parity is even, we see that 
the initial state in (II.19) has always J =/ and P = —(—1)/, where / is the 
orbital quantum number. But, if Px, is even, the final total parity will be 
P’ = (—1)", where I’ is the final state orbital quantum number. Being / = I’ 
- in our case, it is clear that parity conservatian strictly forbids (II.19) in the sca- 
lar case. 

Associated production in nucleon—nucleon collision can be analysed in terms 
analogous to those used in discussing the pion—nucleon associated production. 
The analysis in terms of angular momentum and parity conservation for even and 
odd Px y has been made by G.CosTA and B. T. FELD (1958). The production 


process is of course: 
N+N>K+H-+N (II.20) 


At threshold the system (H, N) will be most probably in a S state (it is easy to 
see that all these discussions of possible parity experiments follow the same 
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pattern); we could at most allow for a P state in the relative motion of the K 
meson relative to the centre of mass of the two barions. 

The following scheme gives the angular distributions and the energy dependence 
of the cross section, to be expected on the basis of parity and angular momentum 
conservation. In the final states the first (capital) letter indicates the state op 
motion of the two barions and the second (small) letter the state of motion 0) 
the K relative to the centre of mass of the two baryons. 


] 
} 


initial final state a(?) o(E) 
| 
Px y even: So Sos isotropic CO PK | 
ea S,p a + bsin? 0O Pk 
AD 5 RRS TSS sin? ? OO pk 
Px odd: lye Sos isotropic COOpK | 
*Pa ks S,s isotropic COpK | 
Sy “Ds, 3D, Sip a ~ b sin? ? OO pk | 


Experiences on H — N interaction, that will be discussed later on, seem to in 
dicate a rather stronger singlet than triplet potential, at least in the case a] 
the A — N system (this evidence comes from the binding energies of ligh 
hyperfragments). If we assume that only singlet states S, will be effective in th 
final H — N system and if we disregard interference terms S — D in the pseuda| 
scalar case, then the angular distributions will be: 


Pxyeven: o(8) =A-+ Bsin? 
Pxy odd: o(%) _ isotropic. 


The experimental situation on nucleon—nucleon production has been define} 
as ,,empty in the mathematical sense’’ at last Geneva Conference (1958). S wa ry 
production seems to be important, because the excitation function seems to ris} 
almost linearly with energy if such a conclusion can at all be drawn from thi 
only two points we have (which bear still an error of the order of 30%). i] 


We are going now to discuss photoproduction processes; reactions of the typd 
y+N-K-+H (11.29) 


have a threshold of about 1 BeV (energy of the y in the lab. system) and havj 
already been experimentally studied. No much theoretical analysis is on th 
contrary available on this problem, except for lowest order perturbation calcu 
lations definitely unreliable. Once again we have to stick to our old friend 
namely parity and angular momentum conservation, and we shall see tha} 
ae they can give at threshold some useful insight into the relative pari | 
problem. ren | 
Our analysis (D. AMATI and B. VITALE — 1957) goes as follows> if the energy 
of the y beam has a maximum value rather close to the threshold for (11.21 

then only S and P waves are present in the relative K — H motion. This wil 
I 


’ 


| 


Some Topics Regarding the Strong Interactions of Strange Particles 393 


limit sharply the number of multipoles that can contribute to the reaction. We 
give in the following table a list of all the initial and final states allowed: 


Multipole J Pxyeven | Pxy odd 

M1 1/2 Sue Pile 

3/2 al Ps/e 

El 1/2 Pie Sie 
3/2 Ps/2 rr 

E2 3/2 = Ps) 
5/2 aaa = 
M2 3/2 Po/p jes 
5/2 a = 


We consider now the angular distribution of the final products in the c. m. If 
we limit ourselves only to neutral K the situation is considerably simplified. K° 
cannot be produced by ‘‘photoelectric” or by “catastrophic” transitions (we 
refer here to the classification given in the ‘““Meson Physics” of Marshak) but 
only by ‘‘shaking-off” transitions. In other words, they have to be emitted 
directly by the nucleon and cannot change orbital angular momentum by 
direct interaction with the electromagnetic field. This means that scalar K° will 
be produced only in a S state (if we disregard, as it seems reasonable at thres- 
hold, contributions coming from the recoil of the nucleon) and pseudoscalar K° 
only in a P state. 

This gives us two possibilities for finding out from experiment the sign of Px x. 
We can first analyse the momentum dependence of o near threshold, where it 
has to vary as px in the scalar case and as px in the pseudoscalar case. Moreover 
the differential cross section looks quite different in the two cases, as it is easy 
to derive from the precedent table: 


Pyx even: o(#) isotropic 


Pxy odd: o(#) =A + Bcos??. 


As for the relative sign of A and B and, what is more important, as for the re- 
lative magnitude of A and B, nothing can be said by our phenomenological 
analysis. We can sum up the situation stating that, if a cos? }? term is indeed 
found in the differential cross section for K® production, we have a rather strong 
presumption that the K is scalar (we here implicitly assume that K* and K° 
form a doublet and have therefore even relative parity). If the cos? } term is not 
observed, it could be so because the B/A ratio is much smaller than unity; no 
conclusion on the sign of Px y could be drawn in this case. 

Unfortunately the very little we know on K photoproduction does not refer to 
K°® but to K+ production. The latest informations (Geneva Conference 1958) 
were the following: 

2) the energy dependence of the cross section for production of A is even slower 
than a linear dependence on the K momentum; 

29+ 
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b) the angular distribution of K+ from yN — AK does not differ significant 
from isotropy, although there is some indication of at least a small peak in 
region near 90°. | 

c) the cross section for yN— XK at the only energy it has been measur 
(E = 1111 MeV) is very nearly the same as that for A production at a compara 
energy (960 MeV). 


2. Determination of Px y by elastic scattering experiments. 
We shall leave over now, at least for a while, our angular momentum and pari} 
conservation arguments and go to a more refined and theoretical treatment) 
strong interactions. 

We define first what we mean when we speak of “elementary” strong int 
actions: wo shall take into account only Yukawa type interactions, involvil 
only three particles and, of course, chosen in such a way that spin parity, is 
baric spin and strangeness are conserved. The possible elementary interactig 
among strange particles are then the following ones: 


a) N= A + K ©), Ave See ar | 
b)N—24+K f) De+ Ltn 
c) AW H+K g) BB+ t m4 
Dede ete Ke h)K+-K+n | 


each with a corresponding coupling parameter gy, x, ¥n=x and so on. We sh 
discuss later on the possibility of relating to each other some of these coup 
constants; in particular, the possibility that some of them have the same nume 
cal value. What we want to stress here is that the signs of Pay, Pex, Pxy a 
Pz will strongly influence the actual form of the coupling terms describing int! 
actions (II.22). Let us take, for instance, interaction a): if Px, is even, 
relative motion in the final state will be in aS state; if Px, is odd, it will bei 
P state. The form of the corresponding interaction term in the Lagrangian ¥ 
therefore be quite different in the two cases. Interaction e) is clearly sensit 
| 


to Px»: in a fixed source theory it will involve only P wave pions if P,y is ev 
and only S wave pions if P,yis odd. The sign of Pz will influence the in 
action terms corresponding to c) and d). Finally we note that interaction 
strictly forbidden if Px x is even, can be allowed in some cases if we assume P 
to be odd (e. g. in the reaction: K+ «+ K® + z+). An elementary interaction 
the type: A «+ A + 7 is clearly forbidden by isobaric spin conservation. | 
The interactions enumerated in (II.22) are all the possible elementary inter#} 
tions of Yukawa type among the strange particles that we know up to now. | 

| 

! 


does not mean that we surely know from experiment that all of the couplij 
constants involved are different from zero. All the interactions enumerated a 
easily be obtained through intermediate processes involving other strong inti 
actions (for instance 2—> N+ K>N++27+K—>72-4 2X). As for the pr 
lem whether they all exist as elementary interactions we need still theoretil] 


| 
quantitative calculations, whose comparison with experiment will help|| 
discriminating between the truly elementary interactions (described thro ) 
coupling constants different from zero) and indirect strong intéfactions. 
Such complete theoretical calculations, in which all the strong interaction ter} 
are retained, cannot be performed for the present: they involve indeed all {| 


’ 
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difficulties inherent to the theory of strongly interacting fields which has not 
yet been solved even in the simplest case of two interacting fields (nucleons and 
pions). You can always write down of course your complete interaction Hamil- 
tonian and take into account all the possible combinations of signs for the 
relative parities involved: you will have a very complicated expression, where 
the coupling constants are present as independent parameters to be derived from 
comparison with experiment. But we do not know how to solve a theory with 
such an interaction Hamiltonian: the only method that could be tried is the 
perturbative one and it has been indeed used also in this connection. But we 
know also too well that such an approach is completely unreliable, because of 
the large values of the coupling constants. The experience done in pion physics 
has been too negative to insist upon this method: we shall therefore give no 
credit to results obtained by, or guessed by analogy to, perturbative expansions. 
We have tried at first to handle this complicated bundle by studying some sim- 
plified model which could in principle contain the essential information on 
strong interactions and at the same time could be exactly solved, in order to 
compare the results with the most important experimental data (D. AMATI and 
B. VITALE — 1957 a, b). Such a model is essentially a Lee model, where the 
contributions coming from virtual K and pions in the intermediate states of the 
elastic K — N scattering are disregarded, and the reverse happens in the elastic 
K — N scattering. We have also diregarded recoil effects of the nucleon: our 
model is therefore a fixed source model. This has been an exceedingly useful 
hypothesis in the case of pion-nucleon scattering where, at low energies, the 
recoil effects are really negligeable because of the small mass of the pion with 
respect to the nucleon. In our case the larger mass of the K (about 1/2 of the 
nucleonic mass) makes however larger the recoil terms and therefore less 
reliable the fixed source approximation. 

We shall describe here in some detail this model and discuss at the end the com- 
parison with'experiment and its shortcomings. We want to stress from the be- 
ginning that this model does not claim to represent correctly the actual inter- 
action: its only interest rests on the fact that it is exactly solvable and can there- 
fore be compared with experiment. 

Let us first discuss the elastic K — N scattering in the scalar case (D. AMATI and 
B. VITALE — 1957a). In our approximations only S wave K mesons will 
interact with the nucleons and therefore be scattered. A ‘‘physical’”’ nucleon can 
be considered as the superposition of a ‘“‘bare’’ nucleon and of states (K + H) 
(the other states with zero strangeness are excluded, due to our disregarding 
pion and K intermediate states); the interaction Hamiltonian responsible for 
this ‘‘dressing”’ of the nucleon is given by: 

| 

| H® = gyPypr Ar + 9sPnt- Ys Ap + h.c. + dmyfYnyndt  (II.23) 


where : 
v(k) : 
| Fe IAG 2 Co) (a,exptkr) (11.24) 


(a, is the annihilation operator for K of momentum k; w, = (k? + mx)?/?; v(k) 
is the usual form factor in momentum space necessary in a theory that neglects 
recoil effects). In (I1.23) g, and gy are the rationalized but not renormalized coup- 
ing constants; the mass my is the ‘“‘observed”’ nucleon mass. 
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The physical nucleon state | N ) is then expressed by: 
IN) =A[|N) + Diglkak|A) + Ser fi(k) ax |Z )] (11. 


where J is the isobaric index of the &. The assumption that my is the observ« 
mass gives: 


H|N) =my|N). (11.2) 


Substitution of (11.25) into (11.26) together with the normalization condition ¢ 
| N > gives directly the possibility of renormalizing the nucleon mass and tl 
coupling constants. Our model contains now only finite quantities and we Ce 
expand the physical | K + N > scattering state as follows. 


IN+K> =Dix(k)ak|N> + Daw ylk, Matar | A>+ 


The relation: 
H|N + Ky =(my + o,)|N+K) (IL. 

gives now an integral equation for x(k): 
1(k) (Wy — Op) h(k) = Gh | Ky (kh, B) x(k’) ark + 


+ GS Dit! t! | Ks (hk) 4 (kak vi 
where Gy and Gs are now the renormalized coupling constants; the Ky’s 4 
functions of k and k’ andh(k) is a function of k and of the renormalized couphi 
constants. 
Kq. (11.28) can be solved with the Fredholm method, and from  (#) it is possil 
to calculate the tangent of the phase shift at the energy w,, tan (Kk), and the 
fore the corresponding scattering cross section: 


oO (Wx) = TF sin? n(k). (II. 


Numerical values are found to be rather insensitive to the cut-off ouster 
The results that will be discussed later on have been obtained with é = 3 Ge 
Before going to the comparison of the previous calculations with experime} 
wo shall briefly summarize the latest experimental informations (Gene 
Conference — 1958): 
— the T = 1 interaction is mainly an S wave interaction, corresponding to. 
isotropic differential cross section and to a total cross section. essentially ec 
stant up to about 150 MeV. Beyond this energy there is some evidence for 
increasing of the total cross section; this rise may be due to a P wave con} 
bution, but no sensible alteration from isotropy has yet been observed. Tj 
average value of the 7’ =1 total cross section (corresponding to Kt 
scattering, which is a pure 7' = 1 state) in a fairly large range of energy 
about 13 mb. The interference of the 7’ = 1 interaction wie the Coulo; 
interaction is undoubtedly constructive. | 
— the T = 0 interaction in the S state appears rather week but tHe cross g 
tion for K+ — n scattering (which contains a mixture of 7 =0.and T 4 
transitions) shows a clear backward peaking from about 100 MeV on, evident} 
due to an interference between S and P waves. | 
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fo obtain a Coulomb interference constructive, as it has been experimentally 
bserved in K* — p scattering, we need a negative sign for the tangent of the 
yhase shift. 

Ve can now compare the results obtained by our model with the experimental 
lata. With G4/4n = G3/4 = 0,3 we get (at 100 MeV) a total cross section of 
~13 mb for the 7 = 1 transitions (the numerical value of the coupling con- 
tants was so chosen that the total cross section were in good agreement with 
xperiment) and a very weak 7’ = 0 interaction, which is in agreement with 
vhat we know. But the tangent of the phase shift turns out to he positive with 
his choice for the coupling constants. It is possible to make it negative by a 
ifferent choice, but the sign of the tangent is then strongly dependent on small 
rariations of the numerical values of the parameters and the results are much 
ess reliable. ts 

4et us now discuss the elastic K — N scattering in the scalar case (D. AMATI 
nd B.VITALE — 1957 b). Everything goes just on the same lines as for the K—N 


vase; the main difference is that in the K — N case the kernel of the integral 
quation for 7(k) is separable and the equation can therefore be exactly solved 
yy the Schmidt method. 

\ few words about the latest experimental informations (Geneva Conference — 
958): 

— the scattering cross section (elastic + charge exchange) for the K- — p 
nteraction seems to decrease slightly with energy; its average value on a large 
mergy region around 30 MeV is of about 45 mb. Errors are still so large that 
uch figures have to be taken as only roughly indicative. No clear evidence has 
een given yet on the relative weight of 7’ = 0 and 7 = 1 in K — N scattering 
which would involve careful study of K — n interactions, by means of K~- — d 
wr K~ — nuclei experiments). 

— the angular distribution is consistent with isotropy in an energy interval 
‘oing from 10 to 60 MeV; the lowest energy data could be fitted however with 
sin? ? distribution. This last statement holds only fur bubble chamber events; 
mulsion data do not support this result. 7% 

— there is some evidence that the Coulomb interference in K — p scattering is 
onstructive. 

Ve can now compare the results obtained by our model with our scanty experi- 
1ental data. With Gi/4~x =—G3/4m = 0,3 wo obtain cross sections of the order 
f 10 mb both for T = 0 and for T = 1 scattering; the tangent of the phase 
hifts turns out to be negative however, which could not be,consistent with the 
idication of a constructive K- — p Coulomb interference. 

must be remembered that the shadow scattering, due to absorption processes 
ke K + N->H +7, must be added to the previous results in order to carry 
n this comparison. ' 

et us now summarize what we have learnt from our model. While the numeri- 
al values of the cross sections and qualitative indications of the relative 
reight of 7 = 0 and 7' = 1 interaction, as given by the model with a suitable 
hoice of the coupling constants, can be favourably compared with experiment, 
1e sign of the tangent of the phase shifts at low energy is not in general compa- 
ble with the observed Coulomb interferences. 

e analogous analysis of the pseudoscalar case (C. CEOLIN and L. TAFFARA — 
157) can help in obtaining the right Coulomb interference; but then the differen- 
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tial cross section, containing pure P wave contributions, is no more in Bee | 
with the experimental flat angular distribution. 
As far as the sign of Px y is concerned these methods give practically noth i 
This is not only because we have always assumed, in the previous calculatia, 
that P,s is even: everything could be repeated in principle in order to take i 
account the case of odd relative A — & parity. But the method is incomp 
mainly because pion and K(K) intermediate states have been disregarded 
order to get a solvable theory. 

How can we get an estimate of the influence of pions and heavy mesons in | 
intermediate interactions? By means of perturbation not reliably, becaa 
of the reasons already mentioned; on the other hand a fixed source model cj 
taining the interactions all at once would allow no exact solution. But a v 
powerful mean for analysing the réle of all the interactions involved in a mé 
field interaction has been recently developed, mainly in connection with 
physics. We shall spend now some time in discussing it and the use we can my 
of it in order to get some hint on the sign of Pxu. 

3. Dispersion relations for K — N and K — N scattering 
The method we were referring to at the end of last paragraph is the so cal 
“dispersion relation” method. A dispersion relation is a relation between | 
real and the imaginary part of the scattering amplitude for a given phys} 
process (the name is due to the fact that similar relations have been found firsy 
the dispersion theory of light). We shall write henceforth d. r. for dispersion ry 
tion. 
A rigorous derivation of d.r. seems to be very tricky; some authors have 
pointed out that the present techniques cannot be applied to the case of K 
and K — N scattering, because some mass inequalities are there violated. | 
shall leave this question to the experts and only note that it has not § 
proved yet that the d. r. derived by standard methods (D. AMATI and B. VIT 
— 1958) are not valid. So we can go on, using them and hoping for the bes 
What makes forward d. r. so useful is the fact that the real and the imagi 
parts of the forward scattering amplitudes are connected directly with exy 
mentally measurable quantities. Let us speak now, for simplicity, of S w 
scattering only; this will be in general the case in K — N and K — N scatte { 
because of the low energies used. | 
The imaginary part of the forward scattering amplitude /(,) is conne} 
with the total cross section at energy w, by the ,,optical theorem” which st} 
that: 


@ 


k i) 
Im f (@,) = 757 (oe) (I]} 


We note however that (II.30) holds only in the ‘‘physical region’”’ of e 
where all the momenta involved are real. We shall discuss later on in detail ¥f 
can we guess of the behaviour of Im f(@,) in the “unphysical region” whiff 
present in d. r. 
As for the real part of {(«,), it can be easily connected with the scattering le} 
(at very low energies) and with the effective range, as we shall gee presently J] 
general form of the S wave scattering amplitude is the following one: | 


f (cox) = 1]/k - exp (id) sind : it | 
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where 6 is the S wave phase shift. At very low energy, when 6 is very near 0 or 
one integral multiple of z, cosé ~ 1 and sin 6 ~ tan4, so that: 


Re f(w,) = a(k > 0) (II.32) 


where a is the scattering length, defined by: tan 6 = k- a for k-> 0. If we go 
out of the region k ~ 0 we can use the effective renge relation: 


kcoté =a-+ 1/2-rk? (11.33) 


which, in our approximation, gives: 
1/Re f(@,) =a 4+ 1/2- rk. (11.34) 


A simple determination of Re f can also be obtained at energies where an inter- 
ference between S and P waves is already present; in this case it is easy to 
lerive Re f from the coefficients of the observed angular distribution. 

In deriving (II.32) and (II.34) we have however implicitly assumed that the 
phase shift 6 is real. This is true only if neither inelastic scattering nor absorp- 
ion is present. This is clearly the case for low energy K — N interaction, but 
the argument fails already for low energy K —N interaction, where the absorp- 
ion process: K + N— H + 7z plays a predominant réle at low energies. When 
the phase shift is complex we shall use the following trick, in order to get some- 
thing defined that is the analogous of the scattering length in the previous case. 
We have: 


de1(#) = (Ref (#))? + (Imf(#))’. (11.35) 


Zoing now to the forward angle (# = 0°) and using the optical theorem (II.30) 
we get: 

ke 
(42)? 
where the last equality defines 6 which, when k— 0, is the analogous of the 
scattering length a defined by (11.32). We have made use of the fact that, for 
§ wave interaction, f does not depend on #. 
[he dispersion relations for K — p forward scattering are as follows (D. AMATI 
ind B. VITALE — 1958): 


(Ref (cx) )? = oe1(P = 0°, wy) — iot (Wy) = 0? (11.36) 


co 


Bejs(0) =A 5 SO) 5 A f waar He? 4 Ste), 


O+o @s+o 47° o—wo ow +o 
o (11.37) 
, im f_(o’) (w’) 
a 1 Fay ow’ +o 
Ax 
X (A) X (2) 1 , , O+ (w’) oe | 
e/(o) = SO SO) a | Bae jet +s —w ap 
(11.38) 


my 
1 ,imf_(w’) 
+5 [de cay me 


Ax 
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where f, and f_ are the forward ne amplitudes for K+ — p and K- — 
respectively; w; = (mj— my — m\&)/2my and m;, is the rest mass of the syst 
1; the value of the residues X (H) depends on the relative KH parity: 
Pxyeven: X(H) = Gh/42[ (my + my)? — mk] /4mymy ire 
Pxy odd: x (Hh) = = Gt H/400 [(m Hoa my)” = m]/4mymy (IL 


(notice the difference in sign between the scalar and the pseudoscalar residué 
The “unphysical region” goes here from w,, to mx, and only the f_ is interest 
in it. This is so because only the K- — p state can present intermediate virt} 
states of type H — nm, because of strangeness conservation. 
Before going to discuss the d. r. (II.37) and (II.38) we will briefly comment) 
the information that they can give us on the validity of the simplified model | 
have described in the previous paragraph. It is evident from them that there 


no justification for disregarding K interactions while treating the K | 


scattering, and viceversa. K and K interactions with nucleons are strictly t 
and no realistic model can be made which does not contain both of them on } 
same footing. Only a very detailed and complete knowledge of the behavio 
the two cross sections o, and o_ with energy could tell us if one of the two 
grals present in the d. r. can really be disregarded because it gives a small con 
bution to Re f. This knowledge is as yet completely insufficient. Besides thisy 
is clear from the last integral in d. r. that also the pion interactions cannoti 
disregarded in principle. The integral over the unphysical region indeed} 
present only because the absorption processes K- + p> H+4+7 have bj 
allowed and would therefore disappear as soon as pion contributions are | 
regarded. This brings us to the first of the main problems raised by the | 
of d.r. for practical calculations; namely to the problem of the importa) 
of the unphysical region integral. 
We remind now that the cross section for an exothermic reaction near physi 
threshold goes as 1/k; the optical theorem allows us to conclude that Imf_ 
goes to a finite positive quantity when w approachses mx. For w < mx, Imf_(j 
does not correspond any more to a directly observable quantity; the only tht 
we know is that Imf_ has to vanish at the threshold of the unphysical regi 
namely for w = w,,. Its behaviour inside the unphysical region could in p) 
ciple be obtained by an analytic continuation from the physical region 
knowledge of the orbital states dominant in the very low energy absorpt 
could permit a complex phase shift analysis of Imf_in the physical region | 
therefore its analytical continuation down to w,,. There are however } 
effects whose importance cannot be reliably estimated at present. The first | 
has been noted by K. Ici (1958), who has observed that the scattering amplit 
can present cusps in the unphysical region at the thresholds for new reactions} 
our case, K- + p>X+7;A+72+2;K-+N). The second one has been stu} 
by P. T. MATTHEWS and A. SALAM (1958) who have analysed the behaviou 
Imf. by means of perturbation theory, calculating it in lowest order from} 
4-field Langrangian yp, iysyn ¢x9x (of course such a method does not give || 
indication on the actual behaviour of Im Is it is useful only because it gives || 
of the many possible behaviours of Im/f_ in the unphysical region). They fo 
that Imf_ can go through zero and take negative values in the whphysical reg} 


Note added in proof: SAN Fu TUAN (UCRL-8461) has recently: noted by per} 
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bative analysis that, for Pyy = +1 and in the ps — ps case, the unphysical 
region contribution can be probably neglected. 

lf we try now to sum up what we know on Imf_ in the unphysical region we have 
to say that, while we know that it could turn out to be very complicated, full of 
cusps and inverting sign now and then, we cannot foresee what its actual 
behaviour looks like. We note that the contribution of the corresponding integral 
in d.r. decreasesas the energy of the K increases; we can only hope that, at energies 
not too near mx, it represents only a negligeable term. In order to go on with 
our analysis we shall therefore disregard it henceforth, keeping in mind however 
that it is there and that it could turn out to be much more dangerous than we 
thought of. 

Another open point is the problem of the convergence of the integrals over the 
cross sections, appearing in the d.r. It is evident from (II.37) and (II.38) that 
these integrals cannot converge unless the cross sections decrease faster than 
1/w when w — ov. There is neither experimental nor theoretical reason for such 
a fast decrease of the cross sections as the energy inercases. If we want to use a 
less stringent condition on the high energy behaviour of the cross sections, some 
subtraction will be necessary. We can subtract one d. r. calculated at one energy 
from the same d. r. calculated at another energy, or subtract (II.38) from (11.37) 
calculated at the same energy. In both ways we assure better convergence for 
the integrals. It has been noted by P. T. MATTHEWS and A. SALAM (1958 a) that 
the last type of subtracted d. r. not only contains integrals which are with some 
probability meaningful, but it can give us a useful method for determining from 
the behaviour of the low energy interaction the sign of Px y. 

The subtracted d.r. at w = mg is as follows: 


co 


2 da’ 
my (Ref. (me) — Ref-(mx)] + F-4 / Se (o-(a) — 64(0')) = 
mK 


2(GA + G3) /42 Pry even 
(11.41) 


ae 2 
—2 (5) (Gi + GS)/4a Pry odd 


2m 


ef 


where we have disregarded the unphysical region integral. 
We shall assume the integral in (II.41) to be convergent. In the energy region for 
which we have some experimental data, o_ is always larger than o,; it is not 
unreasonable to foresee that this fact will be true still at higher energies, because 
the K- — p interaction has so many channels open with respect to the K* — p 
interaction. The integral therefore will be positive. As for the sign of the real 
parts of f, and f_ we recall what we said before on their connection with the 
scattering length, at zero energy. The sign of the tangent of the K* — p scatte- 
ting phase shift is surely negative as we already discussed in the previous para- 
graph, and therefore Ref, is negative (and small). The sign of the low energy 6 
(See (11.36)) it not. yet sure; positive b would mean constructive Coulomb inter- 
ference in K- — p scattering, negative b destructive interference. If 6, and there- 
‘ore Ref_, is negative, and Ref_ > Ref, then the L. H. S. in (II.41) is positive 
ind only a scalar K meson will give agreement with the d. r.; it is positive (as it 
seems to be) all depends on the relative magnitude of Ref, and Ref_ and on the 
iverical value of the integral. It appears at present that the L. H. 8. could 


402 D. AmaTI and B. VITALE 


indeed be negative: this, if supported by further evidence, can give some evident 
on the pseudoscalar nature of the K meson. 
K. Ici (1958 a) has also proposed some different type of subtracted d. r. whe} 
the cross section integrals converge more rapidly and which is in some wé 
weighted against contributions from the unphysical region. The contribution 
the unphysical region is estimated by taking a smooth extrapolation of Im 
for w < mg; the result is that the unphysical region integral so calculated is 
strongly contributing to the final results. 

More definite results on the sign of Px y have been recently obtained in analysil 
the low energy scattering of K* and K~ on proton by means of “effective rang! 
expressions, and using suitably subtracted dispersion relations. We shall n¢ 
briefly summarize these results. 

An effective range formula has been recently derived by one of us for the Kt 
scattering, starting from dispersion relations (D. AMATI — 1958). By subtra 
ting D*(w) and D*(K), as given by (11.37), it is easy to obtain a relation of 
form: 


Ref, (@) = Ref,(K) + (@ — K)r,(@) (11.44 


where r, (@) contains the bound state contributions and the subtracted integr; 
over the total cross sections o,(w) and o_(@). 
The subtracted integrals are certainly convergent and weighted against the cont 
butions coming from the unphysical region. For small values of the energy, r+ 
is very slowly depending on w. This slow dependence is mainly due to the ff 
that o,(w) is practically constant at low energies, which makes the princi} 
value of the integral over o, (w) rather independent of w. The expression (144 
is then really a conventional effective range relation; the difference with t 
normal potential scattering case lies in the fact that r, can now be negati 
This seems indeed to be the case for the K* — p scattering. 
It is possible to estimate, just by a qualitative analysis, that the contributions 
the integrals to the value of r, are negative. It is evident therefore that we 
now try and relate the sign of r, with that of the bound state contributia| 
which depends on Pgy. The increase of o, (w) with energy at higher energ 
which is experimentally observed, is only compatible with a negative valu | 
r,, which turns out to be much smaller than the contributions of the integri 
This evidently means that the bound state contributions are positive, whicl 
turn is a clear indication that Px, = Px» = —1(ps— pscase). The possibij 
of as — s K-meson is clearly inconsistent with the experimental data, beca¥ 
it will bring to a value of | r,.| much greater that the maximum value allowed} 
the observed energy dependence of o,(w). The s — ps and ps — 8 cases 
possible only if G4 and Gy differ by nearly a couple of orders of magnitude; | 
seems rather unplausible at present. We note that in contrast with the o 
methods previously considered this d. r. analysis is completely independen 
the yet dubious sign of the Coulomb interference in K~ — p scattering. 
We stress that the previous result is rather sensitive to the assumed behavio 
o,(w) inthe very lowenergy region, where it has been assumed to be practically 
stant, and to the rate of increase of o,(@) with energy (the maximum value for)} 
has been obtained by assuming that o,(w) does not increase more than 5 mb fif 
zero energy up to about 100 MeV). The experimental data,-still affected by 1 
errors, are consistent with a very slow increase from 30 ‘up ‘to 120 MeV. If} 
energies below 30 MeV o,(w) presents some unexpected behaviour (fon} 


Lm 
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stance some steep decrease toward the zero energy limit) the evaluation of r, and 
of its slow energy dependence would be rather more complicated and the results 
given above would not be much reliable. It would be very important for an 
accurate determination of the K — H relative parity, therefore, to have a set 
of very accurate measurements of the K+ — p scattering cross sections at ener- 
gies: below 30 MeV. An accurate determination of r, could also supply a good 
method to investigate the value of the coupling constants. 

The sign of the Coulomb interference in K- — p scattering provides another 
interesting way of deriving from dispersion relations the sign of Px y (E. GALZE- 
NATI and B. VITALE — 1958). We have so far only scanty experimental 
information on the sign of Ref_(w); some evidence for constructive Coulomb 
interference at low energy would imply however, as we have already seen, a 
positive Ref_(K). We have seen that, once the sign of Ref_(K) is introduced into 
the theory as an independent parameter, then the relative K — H parity can be 
determined by the Matthews-Salam method. It is possible however to use dis- 
persion relations in order to deduce the sign of Ref(K) and its approximate 
numerical value; the sign and order of magnitude of Ref(K) turn out to be 
sensitive to Px y. A comparison with o_(q), o¢!(w) and the sign of the observed 
Coulomb interference can therefore give a method for the determination of 
Px x. 

We have used two different subtracted dispersion relations for Ref_(K); the 
first one expresses Ref_(K) asa function of Ref,(w), bound state contributions 
and integrals over the cross sections. The second one uses only Ref,.(A) and the 
usual b. s. contributions and integrals. They have been plotted as a function of 
Giz, and they give two different straight lines which cross for positive values of 
Rej_(K) in the ps — pscase, and which do not cross at all (for positive values of 
Giz) in the s — s case. (We note here that, notwithstanding the two dispersion 
relations have been both obtained by suitable combination of the d. r. (I1.37) 
and (11.38), they are not in principle identical, as the not subtracted d.r. 
probably do not converge.) 

The results obtained are therefore consistent only in the ps — ps case, where 
they give not only the correct sign for Ref_ but also the correct order of magni- 
tude (the crossing of the two d.r. takes places for Gy of the order of 5). Once 
again, as in the K+ — p scattering, the s — s case is clearly ruled out; thes — ps 
or ps — s cases can be brought into agreement with experiment only if the two 
coupling constants differ for at least two orders of magnitude. 

Recent experimental data on the elastic K- — p scattering in the low energy 
region show a significant increase of the elastic cross section with energy, when 
the kinetic energy of the K~ goes from zero to about 30 MeV. This increase is 
followed by a continous decrease which brings o¢,(w) from its maximum value 
of 65 mb at 25 MeV to about 27 mb at 95 MeV. 

At first sight such an energy dependence for an interaction that takes place 
essentially in S wave seems rather peculiar. It is possible to show, however, 
that it can be well understood on the basis of a simple linear behaviour of the 
seattering amplitude, as suggested by dispersion relations (D. AMATI, E. GAL- 
ZENATI and B. VITALE — 1958). Such a calculation makes use of a dispersion 
expression, depending on Px, and Pxs, that relates Re f_(w) to integrals over 
the total cross sections for K~ and K* on protons. In such a way, from the 
knowledge of the total cross sections in a range of energy, it is possible to 
evaluate Re f_(w) and then using (II.36) o®!(w) for every combination of the 
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relative parities. It is possible to see then that the requirement that the term 
containing Re f_(w) and o*°t in (II.36) combine so to give the energy beh 
viour of o®! previously discussed can well be satisfied if Px, = Pxrx = — 1. 

A similar result can be obtained by considering an effective range expressio 
rather similar to that discussed previously for K*—p scattering. By relatin 
the sign of the effective range r_and that of the scattering lenght Re f_ (mx) 
the parity values, one finds that both are probably negative for the s—s casy 
while r_ is negative and Re f_(mx) is positive for the ps— ps case. This wou 
mean monotonically increasing value for (Re f-(w))? for the s —s case, and 
decreasing one for the ps — ps case. By observing the experimental data, o 
sees that (k oto (w))? has an increasing trend, so that a decreasing (Re f_)? 
needed.in order to find a maximum for o®! from (I1.36). | 
From such arguments it is possible to conclude that, if K is ps with respect 
A and &, the characteristic behaviour of o*!(w) should be expected withoy 
imposing any new feature to K-—p scattering (as the presence of a resonance 
Or, reversing the argument, we can take this as a further evidence for tl] 
pseudoscalarity of the K meson. 


—___———~lgl. — +9 


4, Absorption processes and sign of Pxy. 
Let us analyse the low energy absorption of K~ on protons: 


a) K- +p—7A°+7° 
b) > i+. 


The experimental branching ratio a)/b) is of the order of 1/16 for captures at re 

and does not seem to vary greatly for interactions in flight at low energy. There} 
some indication that it is rising a little at higher energies. If we assume ti 
capture to take place from an S state, then this experimental result cou 

imply that the reaction b) takes place with final 8 state too (which implies Py] 
odd) and reaction a) with a final P state (Px, even). Therefore, as it has be} 
noted by S. BARSHAY (1958), a simple interpretation of the experimen 

situation can be obtained if we abandon the assumption of even Paf 
which as we shall see in the following pages, is required if we want to make 
of the assumption of specific symmetries among strong interactions. 

The reaction: 


| 
| 
| 
] 


K-+p7>A®°+xn+4+72 (11.4) 


which has been not yet observed, could in principle give informations on t 
sign of Px ,. L. B. OKUN and I. Ja. POMERANCUK (1958) have estimated fre} 
phase space considerations that (II.43) could represent about the 0,2% of |} 
the capture reactions. The experimental frequency is less than 0,03%; 4 
reaction is therefore damped in some way, perhaps by centrifugal barny 
effects. If such is the case, the simplest hypothesis is that Px, is odd, so thay 
P wave (x — 7) relative motion is necessary in the final state in order to conse#} 
parity and angular momentum, if the reaction takes place from an initial} 
state. 
We want to note in this connection that the other reaction: 


K-¢n5D¢prpe sO (11.4 

Nei PRN ' 

which does not take place at rest but requires a moderate energy for the K~ (} 
threshold is at ~ 80 MeV in the lab. system), should also deserve a more care} 
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analysis. Here the P wave (x — m) final state is forbidden by the Pauli principle, 
and the influence of a P wave in the motion of the ¥ relative to the centre of 
mass of the two pions is clearly zero near threshold. Reaction (II.44) will there- 
fore be permitted if Px x is even (we assume here that we have absorption from 
the continuum of S waves in the initial state) and on the contrary strongly 
damped if Px x is odd. In the first case we should expect a percentage of reaction 
(11.44), with respect to the other absorption processes, not very different from 
that given by phase space considerations; in the second case this percentage 
will practically vanish. An experiment on reaction (I1.44) could be done easily 
in a deuterium bubble chamber, because at those energies for the primary K 
meson the binding energy of the deuteron will not alter the results and stars 
with an odd number of charged outgoing prongs can be attributed unambigously 
to captures by neutrons. . 

Absorption in deuterium has been already theoretically studied by A. PAIS and 
8. B. TREIMAN (1957). They have studied the processes: 


NS eae Re oe oe a a 


b) Bes rier ee (11.45) 
with an impulse approximation in which reaction a) takes place ‘‘on the neutron”’ 
(namely through K~ + n-» A° + 7”) and reaction b) ‘‘on the proton” (through 
K- + p> x + z+). This assumption is justified by the fact that the reaction 
volume for K absorption is probably smaller than the deuteron volume. There 
could be the possibility of a secondary scattering of the produced pion on the 
other nucleon but the energies involved are still well below the region of reso- 
nance in z — N scattering. 

The main part of the paper of Pais and Treiman concerns the calculation of the 

relative frequency for production of fragments (bound states A — N and x — N) 

out of reactions (11.45). But they have noted also that, even if the N — H 

forces are not sufficiently strong to produce binding, they could however 

‘strongly distort the pion spectrum at least in the high energy region, where N 

and H are in a very slow relative motion. Singlet and triplet N — H states will 

contribute differently to the final states in (II.45) according to whether Px y is 
even or odd. For instance if the absorption takes place from a Py initial state, 

the final state can contain only 18, N — H states if Px y is even, and only 38, 

N — H states if Pxy is odd. Experimental informations from the binding 

energy of the A in light hyperfragments seem to indicate that, at least for N — A 
‘interaction, the singlet part is dominant. We could then conclude that, in the 

‘particular case here analysed, an even Px, should give rise to a rather more 
distorted energy spectrum for the pions than an odd Pxy. 

‘K- absorption in He, has also been considered (R. DALITZ — 1958); the reaction 
studied is the following: 


K- + He, —> aH, + 7°. (11.46) 


If ,H, is supposed to have zero spin and positive parity (here parity refers only 
to the orbital state of the A in the excited nucleus) then reaction (II.46) is 
strictly forbidden for Px , even. If on the contrary ,H, has spin 1 and positive 
parity we are presented with many possibilities. For instance, if the absorption 
takes place only from a S state, reaction (I1.46) will be forbidden for Px , odd. 
n the experiments we have considered above it seems that one of the most 
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crucial points is the necessity of getting unambigous information on whether th) 
absorption takes place from a S or a P state. It is clear that absorption from th) 
continuum will always take place mainly from a S state, as long as the energy 
sufficiently low. It is not so for absorption at rest, which could take place fro 
Coulomb bound states with angular momenta higher than zero. No reliab 
experiment has been as yet proposed for the determination of the quantu 
numbers of the initial states in K” — p absorption at rest. 
We can conclude on this problem of the relative K- hyperon parity by summ 

rizing the previous discussion in a few words : the dispersion relation appreache 
give results consistent and in rather good agreement with experiment if the ] 
meson is supposed to be pseudoscalar with respect to both hyperons; the scala 
scalar case can be very probably ruled out, the s — ps and ps — 8 cases al 
moretricky, but there aresome slight evidences that donot favour them. Ina wore 
dispersion relations indicate ps — ps K meson as the most probable candidats 
The other different approaches discussed do not give as yet any definite answe 
on the other hand. The proposed experiments are generally difficult and th e 
interpretation too involved, at least for the present stage of the experiment 


techniques. 


Ill. Symmetries | 
We have been able to see, in the preceding part, how difficult it is to draj 
conclusions from conventional field theory in order to have a clear-cut insig}} 


into the interaction properties of elementary particles. A unified theory | 
particles is unfortunately not yet ava 


ilable; so that the theorists that want | 
use some method in order to study the interactions among the particles aq 
practically forced to introduce a field for each particle and then try to coup 
these fields in some way. Even restricting ourselves to the simplest coupling | 
the Yukawa one — the possible interactions are so many that the number | 
coupling parameters is discouragingly great. In order to reduce this number tij 
theorists have been trying to find out which symmetries of the theory a 
compatible with experimental evidence. A symmetry property that we hai 
already discussed, and that seems to be not contradicted by present experime 
tal results, is that related to the charge independence. The conservation of is| 
baric spin brings a great simplification as for the number of coupling constar} 
needed in the theory. In fact, let us write down the complete strong interactij 
Hamiltonian under the following hypotheses: validity of charge independen 
spin 4 and 0 for hyperons and heavy mesons respectively and equal parity) 


A and &: 

Hi = igun(Nyst . nN) + igna(Ays& 7% -+- h. ¢.) -L- In (Zys X =r) + 
+ igns (Syst : m5) + gx h(NOAK + h. ce.) + ar i 
+ gxs (NOt -xK + h. ¢.) + gauze (GO’AK + h. ¢.) + 
+ 9=K= (EO's SSR hee), 


The symbols are the usual ones, i. e. each symbol represents the annihilat# 
operator of the corresponding particle, the operator O is 1 or ?ya for even or ¢ 


K — H parity respectively; O’ is 1 or ts if the = parity is equal or opposite} 
the K — H parity. : 
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In the last two years some efforts have beeri devoted to the possibility of finding 
more symmetries in order to reduce even more the number of coupling con- 
stants and to have a clearer understanding of the theoretical behaviour of the 
different particles and their interactions. We shall discuss here some of the 
developments in this respect. 


III. a) Proposals of a complete symmetry in strong interactions 


A first suggestion in this sense is given by the small mass difference between A 
and &, besides the fact that they have equal strangeness. A. PAIS (1958) has 
analysed the consequences of the following hypothesis: 


Ind = Jn d= Jn 3 PKA = 9KE =—IKUH3 JAKE —IJ9EKE=—IJuxe-  (III.2) 


In order to be able to draw conclusions from this hypothesis (i. e. obtain rela- 
tions between physical processes) it is then necessary to neglect the A — & mass 
difference in dynamical calculations; this means that the results will be valid up 
to corrections of relative order 


SEE TA A, 3067 (III.3) 


Mp 


or, in some cases, 0”. This corrections are however rather small; they are no much 
greater than the relative corrections to the charge independent results due to the 
mass difference of charged and neutral pions. By the way, we want to note that 
the bare masses of A and & must be different if (III.2) is to be valid; this is 
obviously due to the fact that if they were equal the complete symmetry of the 
Hamiltonian would prevent any mass difference due to the interactions. Disre- 
garding the A — & mass difference the interaction Hamiltonian can be written 
in the following way: 


H! =i(g,n NeysN + gan (Ytys¥t+Zty5Z) + Guz Sty] +m + 
+ xu V2{(NOYK® + NOZK+) + h.c.} + (III.4) 
+ guxs V2{(GOYK- — BOZK°*)+ h.c} 


where the isobaric spin doublets Y and Z are defined by: 


wee. ie FE a (III.5) 


y -_’@ = zo — Ae + 2? 


V2 v2 


From (III.4) it is easy to find out the invariance of the interaction Hamiltonian 
for two independent gauge transformations, one of them gauges Y, 4 and K in 
the same way, and the other Z, = and K-. This fact gives the possibility of 
defining two quantum numbers S, and 8, that must be separately conserved up 
30 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 


with 
(III.6) 
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to terms of order 6. The values of S, and S, for the different particles turn ou 
to be: 


tT; Nw SS; = 072 S,—"0 
Kt +1 0 
K° 0 +1 
K° 0 —1 
K- —1 0 
NG 0 —1 
Z —1 0 
& —1 —1. 


It is easily seen that S, + S, is the usual strangeness s. From (III.4) it is als 
evident that the interaction is invariant also for the following combined inte} 
changes 


Y¥ «+ Z; K+ «+ K®; — K- «+ K? om 


Let us see what gives the conservation of S, and S, and the invariance und¢| 
(III.7) in the specific case of associated production. We see for instance tha 
owing to the conservation of S, the matrix element for the transitia} 
m™ + p—> Z° + K® must vanish to order 6, i. e. |} 
(nm p|S|A°K®) = —(x-p| S| U°K?). (II. 
This means that apart from the different kinematical factors (that can be easil 
evaluated) the transition probabilities for production of A° and X° from n- + 
reactions must be the same up to terms of order 6. The experimental data a 
associated production of neutral hyperons indicate, even if not with gree] 
precision, that the cross sections for A° and L° production are indeed rath 
similar. Both seem to present a backward peaking of the H® with respect 
the direction of the incident pion in the c. m. system. 
Let us now consider the matrix element (xp | S| Z- K+ ); owing to the i 
variance under (III.7): 


| 


AO — 20 


(n-p|8|3-K+) =(e-p|S| YK) =A ap s|( = 
Saye 


KS, (IIT. 
}xe> an 
and from (III.8): i] 
(mp |S|X-K+) = — 2 (x-p| S| D°K°) 


do(Z-K*) _, do(=°K°) | 
or SO ee. (qm 


The experimental evidence favours instead the A®-reaction over the =- one | 
contradiction with (III.10) and (III.8). Besides, also the angular distributio}} 
seem to be rather different for X- and °, as a matter of fact that one for X-| 
peaked forwards while that for X° is peaked backwards. Pais:has also noted th | 
the reaction n+ + p—> Xt + K+ would be forbidden (to order.6?), a result thi) 


is in open contradiction with experimental evidence. So that we can conclué 
that to the extent in which we believe in the dynamical approximation done }} 
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| neglecting the A — & mass difference, the experimental results are incompatible 
with hypothesis (III.2). The same conclusion can be obtained with 


Ind = —Jnd3 JKA = —9KE3 JAKE = —IJSKE (III.11) 


Now, even if the relations (III.2) [or (III.11)] are perhaps the most obvious, 
there are infinite relations between the coupling constants that would bring 
forth simplifications. However A. Pais (1958a) showed that from relations 
other than (III.2) or (III.11) it is not possible to find, with the use only of the 
dynamical approximation on 6, any equality relating matrix elements for 
different processes. PAIS notes that only when conditions (III.2) or (III.11) are 
satisfied one has an invariance for all barion-meson couplings stronger than 
charge independence; these conditions imply the invariance under the four 
dimensional rotation group. So that if no further mass degeneracies are supposed, 
relations other than (III.2) or (III.11) will only bring to inequalities of similar 
sort as those implied by charge independence. At first sight this is a quite sur- 
prising result; it will be make clear by sketching its demonstration. Let us 
consider indeed the three associated production reactions that can be originated 
by ~ + p, i.e. 


a) m™ + p— A® + K?® | K Hal thease ult 
b) —> °° + K°? (111.12) BN. “s NS 
c) ee Ke OK N 
Cf 
and let us call A,, Ay and A_ the three transition ma- wr WV bigs N 
trix elements. Let us see under which conditions a rela- HES 
tions as: Hie. 3- 
Aya + o,A) + 0,A- =0 (IIT.13) 


can occur, at all energies and angles. In such a case the same relation must be 
satisfied by the contributions of the FEYNMAN diagrams where particles of the 
same multiplet occur virtually in an equivalent way. A and & are considered to 
belong to the same multiplet, this consideration reflects the dynamical approxi- 
mation of considering m, = my. At second order we have two types of diagram 
(fig. 3). 

For each type the contribution to the different reactions (III.12) will differ only 
in a numerical factor containing some coupling constants. For the crossed 
graphs for instance, these factors will be gxsgxna, —9x=9ax and (9xs9n=+ 
+9xA 9x) for reactions (III.12) a,b, and crespectively. Then for each type of 
graph (III.13) implies a relation among the coupling constants. It is sufficient 
to consider the second order and some fourth order graphs to arrive unambi- 
guously to the relations (III.2) or (III.11) among the coupling constants. 

A similar consideration can be done if instead of considering associated pro- 
duction matrix elements one considers K-nucleon scattering or K~-capture, 
seeking for definite equalities relating the absorption matrix elements. 
Summarizing we can say that (III.2) and (III.11) are incompatible with experi- 
mental results and that other relations among coupling constants under the only 
dynamical approximation m, = my (some of which are disproved by other 
reasons) will not give simple relations among experimentally measurable quan- 
tities. 

30* 
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Now, if there is a break in such complete symmetries as (III.2) or (III.1) 
(complete in the sense that all pion couplings are equal among themselves, an 
the same happens for the K couplings), not only relations like (III.13) will 
more be valid, but we will also lack a method generally valid (i. e. independe 
of perturbation theory like the one discussed above) for analysing relatio 
between experimentally measurable quantities. 

Before passing to discuss the global symmetry approach of GELL-MANN ar 
SCHWINGER, we want to discuss briefly the Pais (1958b) proposal of differe: 
K+ and K® parity. Pais noted that if the masses of A and & hyperons a: 
equal, the interaction Hamiltonian (III.4), obtained from the overall symmett 
expressed by (III.2), treats the charged K and neutral K as singlets in the isy 
baric spin space in which the baryons are all treated as doublets (doublet a; 
proximation). To this extent, it would be possible to assign different paritil 
to charged and neutral heavy mesons i.e. to associate either O = iy; to tl 
terms containing K® in (III.4) and O = 1 to these containing K* (K* scalay 
or just the opposite choice (K* pseudoscalar). Pais noted that there is no prese} 
experimental evidence for equal parity of K+ and K® so that it would be m 
meaningless to check in a direct way the value of this relative parity. H 
interest in this possibility is guided by the fact that it can give a way to ove 
come the difficulties arising from hypothesis (III.2). In fact the break-down || 
the overall symmetry will be given not only by the effects of finite 6 (prese? 
also in the case of equal K+ and K® parity and rather insufficient to expla 
the contradiction already discussed) but also by the possibility of a dire 
K* K°x interaction. Such an interaction could give transitions not conservi 
S, and S, separately so that it will destroy to a certain extent unwanted relatio 
such as (III.8) (II1.10). By analizing in a rather rough way the various physic} 
processes (among which the £°-> A° + y that would not happen unless tl 
K Kz is present). Pais advances the proposal of a K Kz interaction of a streng 
similar to the electromagnetic interaction. This should give a breakdown 
charge independence, in all processes, but it will be not too different from that dij 
to the electric charge; besides an interaction of that sort can furnish a way | 
explain the unpleasant fact that X&* and X- have slightly different masses. _ 
We want to note, however, that this approach, even if it gives a way to maintak 
a high symmetry and to find a system to break it down, opens the way to seven 
theoretical difficulties whose understanding is by no means clear at prese : 
The first of these is the question of why the’masses of K+ and K°® are equal ev 
if they are different particles with different interactions. A way to circu 
navigate this difficulty (by transferring it to the baryon’s mass problem) 
proposed also by PAIs (1958 c): it states essentially that if the bare masses of t 
baryons by one side, and the heavy mesons by the other, are equal and if all t]} 
pion-baryon coupling are equal, as well as all the kaon-baryon, then the diff] 
rence in mass of K* and K° is only of electromagnetic origin. The difficulty |} 
that under such hypothesis also the N—E mass difference is not due to stroi} 
or K Kz interactions; it is then very difficult to understand where it comes fra} 
such a large mass difference. Besides, all the structure of the baryon spectr | 
become a rather obscure problem; so for instance the reason of the groupi 
of the hyperons in the characteristic triplet and singlet configuration % and|} 
is completely unclear. Even more, the same definition of the physical 2° and J} 
particles presents difficulties, in fact the doublet Y and the doublet Z bei] 
related by the K Kz interaction appartain no more to ‘different worlds’; tk} 
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generates non diagonal elements in the self energy matrix. The physical par- 
ticles need to be defined as the eigenvectors of such a matrix (B. D’ESPAGNAT — 
private communication; A. Pais 1958c) so that they will be no more given by 
(111.6): in their definition intervene now an unknown mixing parameter coming 
from the off-diagonal elements of the self energy matrix. 

All the problems mentioned make the whole approach rather dubious, however 
it would be very interesting to settle from direct experimental evidence the 
value of the relative K* K° parity. It is our personal believe that if that parity 
would turn out to be negative, the present unclear panorama of strong inter- 
action shall become even more unpleasant so that very basic ununderstood 
problems would face the theoretical physicist. 


ITI.b) Gell-Mann Global Symmetry 


We shall now discuss a rather different approach towards symmetries of strong 
interactions that was presented by M. GELL-MANN (1957) and J. SCHWINGER 
(1957). The first point that GELL-MANN has discussed is the possibility of consi- 
dering the K-baryon interactions as rather weaker than the z-baryon ones. 
Even if this is not at all a settled problem, some indication in its favour is given 
by the analysis of a few experimental data, specially through perturbative 
analysis of K-photoproduction and hyperon-nucleon forces. Even if the thing 
is not definitively clear, let us suppose for the moment that we can consider 
the K-couplings (MS for: moderate strong) rather weaker than the x-couplings 
(VS for: very strong). 


‘The hypothesis of this model is that if the interactions with K mesons were 


absent, then the baryons would be all mass degenerate and they would have the 


same interaction with the pions; this brings to: 


InN = Jnd = Ju (III.14) 


(in the following we shall no more consider explicitly the cascade particle). 
This complete symmetry will be spoiled by the MS couplings, they will be there- 
fore responsible for the mass differences and different behaviour of the barions. 
In this model the K-couplings do not present any symmetry at all. It is clear 
that in this case it is not possible to find theoretical predictions completely 
free from perturbative considerations (perturbative in MS couplings), so that it 
is essential for the utility of model the supposed difference in strenght between 
the symmetrical z-interactions and the unsymmetrical K ones. 

Tf a model like this turns out te be valid the implications it may give can be 
extremely useful. For instance it would be possible to connect a process, in 
which hyperons are involved, to the same process in which nucleons are at 
their place, and then try to evaluate in some way the corrections due to the 
K-mesons (even if this last task will always be rather difficult). We shall treat 
better this problem when dealing with the hyperon-nucleon interaction. Before 
eginning the discussion of possible tests of this model (called in general “‘global 
lsymmetry’’) we want to stress that we cannot hope the MS interactions respon- 
lsible for the mass difference between A, & and nucleons to be very small. 


III.c) Test of Symmetry from K- — N absorption 


\A more restricted model (included in the global symmetry) would be one in 
jwhich the symmetries will be restricted to the x — H interactions, being only 
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A and S mass degenerate in the absence of K-couplings. Now we shall disc 
a possible test of this restricted symmetry (and also of the global symmetr} 
that can be performed by analysing the data on K--absorption (D. AMATI ax 


B. VITALE — 1958b). 
Let us start from the VS z-H interaction Hamiltonian under the hypothes 


Ink = Ind = Ink: (III.1 


With the symbols used by A. Pals (1958) it can be written in the following wa: 
Hoy = ignu(Vyst- wY+ Zyst- 7Z). aur 


Then it is easy to see that H, 4 also conserves the isobaric spin I of the x-Y 
n-Z systems (I = 4 or 4). We can define then two scattering amplitudes a 
and dg)9, in terms of which both scatterings m-Y and x-Z will be described. | 
In order to express in terms of a1/2 and a3/2 the scattering from eigenstates of | 
we can develop the states %, 91, Pz and y, in eigenstates of J. It is then ea 
to find: 


(III. 1] 


| 
/ 
(Po | So | Po) = 441123 (Pi | 8, | G1) = (24,2 + Q3;2); (Pe | So | P2) = 1/23 | 
2 
(1 | So | V1) = ee (Q1j2 — %j2)3 (Yr | So | Vy») = 4 (42 + 23/2) | 


where S, indicates the scattering matrix for the VS interactions. These relati¢ 
are of course independent of T,. 
It is evident that, owing to the existence of two hyperons, gy, and y, do J 
diagonalize the Sy matrix. We form then the two linear combinations: 


m=V3n+Viw > &=Veu-VE eas 
and note that from (III.17) we have: 4 


(ny | So| 1) = 0 ; (nx | So| 1) = 41/2 > (€ | So | 1) = @sye- (IIT. 


Then the complete set yp, 71, €, and @, of eigenstates of 7 diagonalizes the pi | 
hyperon scattering matrix for VS interactions when g,, = 9xx- Let us 
consider the processes: 


KE N= SER: Kove Nee ies (II1)] 


The initial states can have isobaric spin 0 or 1 (states yo, 7,). Owing to the 
servation of isobaric spin the processes (III.20) will be completely described 


i] 
three transition matrix elements: 


A=(|8lo); B=GulSlm; C=MlS8lé> — Cy 


where A, B and C will be complex numbers, independent: of the third com 
nent of isobaric spin. Ue ek | 
By using the usual decomposition of physical states in eigenstates of 7’ we | 
describe all the transition amplitudes for reactions (III.20) in terms of A, B) 
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C. For instance for the reactions: 
K- + P> 2° + 70 
>i +7 (III.22) 
> Xt +n 
— A®° + 7° 


we have: 


A 1 C 
K-P S >? ” =—_; K- S Se + — A 
CK-B|8| Demy = Fe3 Aepl S| Beaty = Te A 
1 CG 
K- S| Str = —|{4 B sse'| | . 
{Kp |8| 2*x-> al = il (IIT.23) 
1 Pres 
K-p|S| Ar) = —(B—Yy2 C). 
<K-p | S| Aen» yes V2 C) 


We shall now concentrate our attention on the absorption of K- mesons from the 
continuum, but at rather small energy (let us say, smaller than 30 MeV). In 
this case the initial state will be an S-wave; the final state will be P,/, if the 
parity of the heavy meson relative to the hyperon is + 1, and S,/, if that parity 
is —1. We now make use of the hypothesis that the MS interactions are rather 
weaker than the VS ones by disregarding processes that involve MS inter- 
actions at an order higher than the first. (We note that this approach is not a 
perturbative one in the common sense. We disregard physical processes of 
higher order or, which is the same, we take into account only the first power in 
the renormalized K coupling constant. A direct test of this assumption of MS 
interactions weak with respect to VS ones will be the comparison of the K-N 
scattering and absorption cross sections.) 

From the unitarity of the S matrix and invariance under time reversal (see for 
instance K. WATSON — 1954): 


A= | A es,” Bi 1 Bl e's, Coa 4 |'C | etols (III.24) 


where 4,/, and az;. are the phase shifts for pion-hyperon scattering, for J = 1/2 
and J = 3/2 respectively, in the P,/, wave (S,/.) if the K-N relative parity is 
plus (minus). It seems impossible, at present, to obtain a direct evaluation of 
these phase shifts from x-H scattering. 

By renormalizing to 1 the cross-section for the first reaction in (II1.22) we have 


ons0 = 1 


2 
Onts- = 1+ 607+ 26+ 5 + V2 (1 +) ¢- c0s (as/2 — a2) 


2 
9 ee ae 5 — V2 (1 — b) ¢- cos (H3/2 — 4/2) —-(IIT.25) 
Onrae = 0? + 2c? — 2yV2 be cos (%3/2 — 1/2) 
vhere b and c are real numbers that could be evaluated together with cos (a3), 
— 04),) from (III.25). All we need are the branching ratios for the processes 
MT.22). 
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The system (III.25) will be solvable only if the branching ratios will satis: 
some well defined relations. One of the simplest of them is the following o 


(Ws-x+ aF Wsta- ae 4Ws>,0)? =e (III 
4 4Wsen Wren > 4We-nt + Wotan 7 


where the W’s are the branching ratios for the various processes (I11.22) | 
arbitrary units. (The quantities W are essentially proportional to the modul 
square of the matrix elements (III.23). Owing to the difference in mass betwe: 
A and &, when comparison with experiment will be made, one must take i / 
account the different kinematics that give rise to different phase space factor 
The branching ratios for the K~ absorption at low energy will soon be availab; 
it will then be easy to see whether (III.25) has solutions. If this will not be t 
case we should infer that the symmetry of x-H interaction is of no use: eit 
because the elementary interactions are different (for instance because of diff 
rent A and & parity) or because the MS interactions are large enough to hil 
the symmetry. / 
If the system (III.25) can be solved, we shall be able to find from it the va 
of cos (a3/2 — 4/2) in terms of the branching ratios. 
We note now that in the GELL-MANN model, because of the complete symme} 
of all VS interactions, the value of cos (a 3/2 — 44/2) would be expected to} 
very near that of cos (a3; — 41) if the relative K-H parity is +1, and cos (a 1 
— a,) if the relative parity is — 1 (the a’s are the phase shifts for x-N scatter} 
in the usual notations). } 
Even if it is not completely clear at what energy these phase shifts should hé 
to be compared, because of the rather large mass difference between nucle¢ 
and hyperons, when K- absorption occurs at very low energy the relative 7 
energy is nearly that of resonance for the z-N system. At those energies cos (a4 
— o,) and cos (%, — a) are very near, as numerical values: if their comn| 
value would turn out to be near the value of cos (43/2 — 41/2) calculated f | 
(III.25) we should have got a support for the hypothesis of symmetrica | 
baryon interactions. 
We have discussed here only the reactions given in (III.22) that are obvio 
the easiest to be studied experimentally. However, there are other proces 
that will also soon be investigated experimentally, for instance the low ene 
absorption of long lived neutral heavy mesons by hydrogen, or the K'-neut} 
processes by means of deuterium bubble chambers. For all those processes 
can easily derive, from (III.21) and (III.24), the expression for the c 
sections as functions of the same quantities b, c and cos (3/2 — 41/2) appeal 
in (III.25). For instance: 


OK-n+3-n° = Os-n+da- = 209, p4 Btn" = 209,py4 Eat = 
= 2b? + c? + 2 V2 be cos (a3)2 — O12) (11 
Ox-n>Atn- = 200, pracat = 207 + 40° — 4 2 be cos (a3) 2 — %)2)- 
| Sale 


supplemented by the analysis of conditions (III.27) when the correspon | 
experimental results will be available. ; 
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‘Some very preliminary data an K- absorption on protons from bound states 
(absorption at rest) indicate: 


Wyo,0: Ws+n-: Wise. ks W acne ap ag ae ke re (111.28) 


These values do not satisfy the condition (III.25). This disagreement, if con- 
firmed by more precise experimental data, would indicate (always in the frame- 
work of equal x—-H couplings with small K-couplings) that the absorption of 
‘K- takes place from more than one initial orbital state. Then, the symmetry of the 
theory, that could be checked from K~ absorption from the continuum, can 
allow the use of the branching ratios measured in K~ absorption at. rest on 
\protons to have a good insight into the mechanism of absorption in K-atoms. 
‘An analysis similar to that developed in the previous paragraphs can be per- 
formed also when more than one partial wave is present in the initial K—N state. 
In this case we shall obviously have a greater number of real amplitudes. They 
‘could be determined however not only from the branching ratios, but also from 
the angular distributions and polarizations of the final hyperons. Let us think 
in terms of symmetric z-baryon coupling. At energies such that we can take into 
account only S and P waves in the initial state, the final x-hyperon system can 
involve the (3/2, 3/2) resonance only if the heavy meson is pseudoscalar (with 
‘respect to the hyperons). This will give rise to qualitatively different behaviour 
of the cross sections (energy dependence, polarization, etc.) for scalar and pseudo- 
scalar K: for instance the hyperon polarization, that depends on the sinus of 
ithe phase shift differences, will be appreciable if the K is pseudoscalar while it 
would practically vanish if the K is scalar. 

‘The possibility of checking the hypothesis of 7-baryon symmetry from low energy 
absorption processes (where the conclusions are rather independent of the K 
parity), will therefore provide a good tool for the study of the K—H relative 
‘parity by the analysis of high energy absorption of K and of the polarization of 
‘the emitted hyperon. 


| III.d) H-N interaction 


We shall discuss now rather briefly another problem where the global symmetry 
can give rise to some predictions, that is the interaction between hyperons and 
nucleons. From the general Hamiltonian (III.1) we see that the interaction 
can go through the exchange of m or K between the two interacting baryons; 
‘the pions will possibly give forces of longer range and will not give rise to ex- 
change potentials. We shall be mainly interested in the possibility of checking 
a symmetry in x-baryon interactions, so that, consistently with what we have 
done in the previous paragraph, we shall suppose that the N—H forces are 
mainly due to pions while K-couplings will be neglected in a first approximation. 
The predominance of z-interactions will be expected to hold better in the low 
energy region (low momentum transfer) owing to the small range of K-forces. 
We note first that the N-H system can be characterized by two states with 
T — 1/2 (YW). for AN and ,), for ZN) and one with 7 = 3/2 (3/2 for UN). 

Let us consider now pure VS interactions under the restricted assumtion (III.15). 
Then, by using a method completely analogous to that used in the previous 
paragraph for the x—H system, we can decompose the N-H system, by the use of 
(111.15) and (III.16), in N-Y and N-Z systems that allow the definition of a total 
isobaric spin J (I = 0 or 1) that is conserved by VS interaction processes. We 
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can then define two amplitudes A, and A, in terms of which all the process: 
N+ H-—-N +H can be described, to the extent to which K-couplings can | 
disregarded. We shall then have 


D3) 2 | So | Ds/2> = A; <Dy)5 | So | D,)2> = 4 (A, = 3 Ay) 


<Pyi/2 | So | Py), = Tae (Ao Aa) Pale | So | Pyj2> = + (84, + Ap). 

To a sufficiently good approximation these interactions can be represented 
the low energy region by potentials. However only for 7 = 3/2 the ais) 
of the potential is the common one (i. e. potential that gives rise to elas 
scattering), for 7’ = 1/2 one has also to define a potential for the transitic¢ 
A+N22+4N. 
Now if the global symmetry relation (III.14) holds then the potentials leadii} 
to A, and A, are expected to be the same as the isotopic singlet and tripl 
N-N potentials respectively. So for instance the potential giving X*—p scatt 
ring (pure 7' = 3/2 state) is expected to be analogous to that giving p+ 
scattering; there is an important difference however that must be kept in mi 
that is the fact that the Pauli exclusion principle is not effective in the X- 
system. So that, to describe &*—p scattering one must use also the potenti 
of those states that are forbidden to the p—p system (even triplets and o 
singlets). R. A. BRYAN, J. J. DE Swart, R. E. MARSHAK and P. S. SIGNE] 
(1958) have computed the differential cross section ¢(#) and the polarizati¢ 
P(#) for X*-p scattering on the basis of the SM potential for 40, 100 az 
150 MeV of X* in the Lab. system. [P. S. SIGNELL and R. E. MARSHAK (1957 
However they found the difficulty that the 3S interaction is extremely sensibj 
the to short range forces, while the study of triplet p—p scattering (that ga} 
with P and higher waves) cannot give information in this range. In fact, thd 
obtain a strongly bound (8S, + °D,) X*—p system (200 Mev), for which there/ 
no experimental evidence at present. They can however modify the triplet sta 
potential at short distance by introducing a cut-off in order to remove the bou 
state without changing much the results for p—p scattering. They find a sort’ 
peaking in the forward direction that could provide a possible easy comparis¢ 
with experiment. 

We see, from (IIT.29), that the problem of calculating cross sections for 7 = 
states is more complicated. In the global symmetry hypothesis not only ti 
T =0 and T = 1 N-N cross sections will be involved but also some relatiil 
phases that cannot be determined. 
(This fact does not happen only in a very particular case, that is S wave scé 
tering treated with a Serber central potential; D. B. LICHTENBERG — 1958).|| 
Then it is necessary to solve a system of coupled Schroedinger equations of t) 
type: 


1 
~ 9 7?®y)2 + (Vz — Ey) Dy. = —VAS.S aie, 
>> : 


1 
oen 7? Fire + (Va — By) Pape = —VasQyo 
Men nai 


where wa, E, and wy, Ey are the reduced masses and energiés.of the A-N ai} 
2x-N respectively. This problem has been attacked by D. B. LICHTENBE]}] 
and M. Ross (1957). | 
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These authors have not used directly some N-N potential, but they have calcu- 
lated the H-N potentials due to pions under the restricted assumption (III.15) 
with a static fourth order model similar to that used by K. A. BRUEKNER and 
K. WATSON (1953) for the N-N interaction. They further introduced a cut-off, 
that they suppose to be the same as the Bruekner-Watson for N-N, and then 
tried to adjust the value of the x—H coupling constant so to obtain, with a rather 
approximate method, binding energies of A in hyperfragments in some 
agreement with experimental values (the value they obtain in such a way for 
gxu ist not very different from the z—N coupling constant). Then they solved 
numerically eq. of the type (III.30) for the S-wave neglecting tensor forces and 
gave numerical values for the S-wave H-N scattering cross sections for some 
values of the energy. There are no available experimental values of the H-N 
cross sections at present in order to compare with them the results of Lichten- 
berg and Ross, even so one must be careful in the comparison as a test of the 
global symmetry, because of the various approximate methods of calculations 
they found necessary to use. We want to note that the results of Lichtenberg and 
Ross give a definitely bound state for &+—p or X-—-n. F. FERRARI and L. FONDA 
(1957) with a similar method found instead that the X+—p system will not be 
bounded by the potential due to the exchange of pions when the z-baryon 
coupling constants are equal. They studied also the contribution of K exchange 
to lowest order for both parities, and noted that it can give a further attractive 
contribution so that the overall effect can give bound X-n system. At present 
there is no experimental evidence in this sense. 
We want to note that some evidences on the low energy (lower than & threshold) 
A-N interactions can be obtained from data on hyperfragments. The problem is 
complicated by the possible competition of three body forces; these have been 
treated by several authors that obtain rather different results. R. H. DALITZ 
and B. W. Downs (1958) analyzed the hypernuclear binding energies, looking 
for a phenomenological potential and taking into account only two body forces. 
They tried, with Gaussian shaped central potentials, to find out the well-depth 
parameters from this analysis. They conclude that the singlet A—N potential 
must be quite more attractive than the triplet one (in accordance with the 
results of Lichtenberg and Ross) and they predict no bound H-N states. 
Let us finally see what can be said from a global symmetry point of view about 
the &-—p capture reactions, i. e. 
| “+ p> X®°+n 

-> A®° +n. (III.31) 


The experiments indicate a branching ratio A°/X® ~ 2. If g,;, =9Jxx we see 
from (IIT.5) that 
<Z-p | S| Zon> = 0 (III.32) 
or using (III.6) 
E-p| S| A°n> = <E-p |S, | Zn> (111.33) 


so we would expect the matrix elements for the two reactions (III.31) to be 
nearly the same, and the branching ratio would be approximatively given by 
the ratio of the phase space factors, namely: 


(pa/ps)??*+1 ~ (4)2? +? (III.34) 
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being p, ~ 280 Mev/c and py ~70 Mev/c, conclusion that is in disagreemer 
with the experimental evidence (even if this is rather weak). But one can sé¢ 
easily that at these small energies where the A-X mass difference is very impo) 
tant conclusions as the previous one are rather misleading. As noted bi 
R. DALiITz (Geneva Conference 1958) one can also argue from (111.33) that tk 
potentials for the two reactions are rather similar, so that the lowest ords 
relevant matrix element proportional to [ V(r) [Ji+1,2(p7)}? dr will be rath 
sensitive to the different wave length of the outgoing hyperon in the two reaction 
(III.31) (the A wavelength being more or less half the range of the potenti 
while for the is twice the range), so one can expect a ratio of the matr 
elements rather smaller than one. In every case it is clear that, unless the A. 
mass difference is treated in some way consistently, it is not possible to deri} 
reliable conclusions for X-—p capture from global symmetry arguments. 
We have here discussed some implications of the global symmetry theor; 
Even if these implications are not at all clear-cut, they can give rise, in futuy 
comparison with experimental results, to a better understanding of the posi 
bility of a universal z-baryon interaction (or at least x-hyperon) and the impa 
tance of the K-mesons in the breaking down of this symmetry. | 


III.e) Parity conservation in strong interactions 


Before closing these notes we want to discuss very briefly some problems relat 
to the parity conservation in strong interactions. In low energy strong inte 
actions (which involves nuclear physics and the low energy part of pion physi 
parity seems to be conserved to a very large extend. If we call F the probabi i 
amplitude for parity mixing of the eigenstates of the parity operator, measuy 
ments on the double scattering of protons, for instance, allow us to set a low 
limit to F?; | #?| < 10-*%: ; I 
The conservation of parity in processes involving production and absorpti¥ 
of strange particles has not yet received a clear and unambigous experiment} 
confirmation. On the contrary, there has been recently some evidence of effe¢} 
which could be attributed only to parity non conserving interactions (L. | 
LEDERMAN — 1959): namely, some slight evidence has been found of backwa: 
forward asymmetry in the decay of A° particles produced by -pions in comp}} 
nuclei (R. SALMERON and A. ZICHICHI — 1958) or by absorption of negat 
-K mesons in Deuterium. This asymmetry, if confirmed by more accurate | 
statistically more significant experimental data, could only be due to a longi } 
dinal polarization of the A°, which in turns can take origin only if the inti 
actions responsible for the production process contain terms not conservij 
parity. 
We want to note that the failing of P conservation in strong interactia] 
involving strange particles would give rise to a very serious problem : why 1] 
virtual presence of strange particles in all strong processes does not dist 
the well established P conservation in nuclear and pion physics? It is easy}} 
see that the short range of the virtual processes involving strange particles is}} 
no means sufficient to explain the large degree of parity conservation in proces 
involving only zero strangeness particles. A possible model for overcoming 5} 
difficulty has been recently discussed by D’ESPAGNAT andsPRENTKY (194 
They have shown indeed that, if a part of the interaction Hamiltonian is rat} 


weaker than the other part (for instance, the weak part could be the K-bary} 
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part, and the strong one the pion-baryon part) so that it can be treated by 
means of perturbation techniques, it is possible to assign the relative parities 
of all strongly interacting particles in such a way that parity non conserving 
terms appear linearly in processes like, for instance, A° production, and that on 
the contrary, only corrections of the forth and higher orders are present, in 
processes like pion scattering and any other process involving only strangeness 
zero particles. In order to obtain this result they require the Z and the Y doublet 
to have opposite parity; this however spoils charge independence, as the X° 
becomes a parity mixture and is no more completely equivalent to X+ and =>. 
For the moment let us base our knowledge only on well settled evidence; so 
let us use as a working hypothesis that P is conserved in all strong interactions. 
Then a very sound set of problems may call the attention of the theoretical 
physicist; these problems rest essentially in the hope of relating in some way 
the conservation law peculiar of strong interactions — total isobaric spin, strange- 
ness and parity — and of understanding why they are broken down in weak 
interactions. This is a major problem whose understanding seems by no means 
easy; however some approach, even if not very satisfactory, hase been recently 
attempted (J. J. SAKURAI 1958, G. FEINBERG and F. GURSEY 1958). 

For the restricted pion-nucleon interaction, we already know that there is a 
relation between charge independence, parity conservation and the momentum 
dependence of the Yukawa interaction (interaction with or without derivatives 
of the boson field) (G. MoRPURGO and B. TOUSCHEK 1957; V. G. SOLOVIEV 
1957; G. FEINBERG 1957; S. GupTA 1957). Breafly stated: if the x—N interaction 
is charge independent, C P invariance is sufficient to guarantee P conservation 
if the coupling is of nonderivative type, while C invariance is needed if the 
coupling is of derivative type. When strange particles are considered these 
theorems are no more valid even if charge independence is true. The essential 
difference stays in the fact that K couplings relate nucleons and hyperons and 
that these particles have different masses and symmetry properties in isobaric 
spin space. Then, if an overall symmetry of strong interactions as that discussed 
in paragraph IIa is present, one would have a way to extend the previous 
mentioned theorems to the whole strong interacting family so to have finally a 
relation between the symmetry properties in isobaric spin space and the sym- 
metry properties in Lorentz space. This is the line followed by Feinberg and 
Girsey, they take essentially the Pais overall symmetry (doublet structure for 
baryons and generalized charge symmetries relating the different doublets) in 
order to generalize the theorems previously stated for x—N interaction to other 
strong interactions. They study besides whether the disagreement of such sym- 
metric theory with experience (see section IIIa) can be in some sense corrected 
by quadrilinear interactions that, even though less symmetric, possess also the 
property that invariance under P follows from C P invariance. 

The proposal of SAKURAI is slightly different. He tries first to confute the 
Gell-Mann assumption that K-couplings can be treated as rather weaker than 
r-couplings (see section IIIb). Then proposes universal K-couplings (baptized 
as “cosmic symmetry” in opposition to the Gell-Mann’s global symmetry) 
which allows him to establish P conservation for charge independent K inter- 
actions from C P invariance if the K coupling involves no derivatives and from 
# = C exp (i 7,2) invariance if the coupling is of derivative type. In this last 
ease he conjectures that K must be pseudoscalar. The high K symmetry of his 
model can be destroyed by the z-couplings, however if the pion interactions 
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conserve parity their introduction does not spoil the P conservation obtaing 
for the K-couplings in the absence of pion interactions. Now there are infinite! 
many ways to break down the K-symmetry with pion-baryon interactions, tl 
choice of a particular one is then mainly a guess. Sakurai is however tempted { 
introduce a rather symmetric asymmetrical pion-baryon interaction that, whi 
apt to reproduce the baryon spectrum, leads him to only two pion-bary 
coupling constants without falling over the inconsistent Pais overall symmetr; 
One of this constants is for NNz coupling and the other for both Ain a 
xin couplings with a relative minus sign; in his scheme the HXz couplin 
is zero. The difficulty of such approachs, besides their arbitrariness, sta} 
essentially in the fact that, without a complete symmetry and without a ni 
difference in magnitude of the various interactions, no definite conclusioy 
to be compared with experimental results are obtainable. This makes the who) 
problem rather academic even if it interesting to note that the conservation | 
parity can perhaps derive from symmetry considerations not involving direct 
the Lorentz space. 
We want finally to mention a proposal of GURSEY (1958) in which the requir 
ment for equal A and & parities is relaxed. On the contrary, Giirsey tries to posti 
late that each of the 4 baryon multiplets (N, A, & and &) belong to one differe 
Yang-Tiomno field types A, B, C and D (YANG and TIOMNO 1950) describe 
by : | 


P 


Vey, aay FSS Po >ty,%o, Pp —iver p 


} 
when 7-> —r. Girsey introduces in a similar manner four different types fq 
boson fields and recognises that the boson multiplet that is essentially identic] 
with its charge conjugate (pions) shall belong to type A or B while those thi 
are different (kaons) shall be described by the types C and D. His choice |] 
different types for the fermions implies different A and & parity as well as opposilf 
N-& parity. The assignement of the types is however not unique as regard 
A and &. Under these assumptions Giirsey can relate charge conservation ar} 
invariance under P to strangeness conservation and obtains, as it is clear, a w 
defined interaction Lagrangian: This interaction, being rather asymmetric 
due to the different parity assignements, is able to split the A and D masses 
well as those of N and 3; a lowest order calculation for a similar problem pe} 


i] 


formed by KATSUMORI (1958) gives reasonable values for such mass splitting) 
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Untersuchungen iiber gesteuerte thermonukleare Reaktionen | 


in der UdSSR’) 


Von L. A. ARCIMOVIC 


Einleitung 


§1. Gedanken iiber die Durchfiihrung von gesteuerten thermonuklea 
Prozessen fiir die energetische Verwendung der Synthese leichter Kerne wur 
schon vor langer Zeit ausgesprochen. Aber erst nach einer jahrelangen 

bereitungsarbeit, deren Ergebnisse nach auBen hin kaum irgendwie auffie} 
konnte man mit Recht hoffen, daB es mdglich sei, dieses Aufgabe mit Ert 
anzupacken. Danach nahmen die Untersuchungen schnell an Umfang zu, 
die Ausarbeitung von Methoden zur Durchfiihrung gesteuerter thermonukleg 
Reaktionen wurde fiir die Atomtechnik zum wichtigsten Problem. | 
Eine groBe Rolle bei dem immer schneller werdenden Tempo der wissensch; 
lichen Untersuchung spielte die Tendenz, den starren Rahmen der Gehe} 
haltung, der die in den verschiedenen Landern an diesem Problem arbeite n: 
Physikern friiher vollstandig isoliert hatte, zu sprengen. So lange herrschte} 
diesem Gebiet die Meinung, die Gefahr einer Ver6ffentlichung der eige} 
wissenschaftlichen Ergebnisse kénne durch den Vorteil, da8 man wissensch 
liche Informationen vom Ausland erhielt, nicht ausgeglichen werden. Daher {| 
wickelten sich die Untersuchungen nur langsam. Eine wesentliche Wandl| 
trat ein, nachdem im Jahre 1956 zum erstenmal einige Ergebnisse der in} 
UdSSR durchgefiihrten Arbeiten bekanntgegeben wurden und als man day 
allmahlich begann, in England und in den USA durchgefiihrte Untersuchun 
zu veroffentlichen. Dadurch wurde ein gewisser Austausch von Ideen und| 
fahrungen méglich, der fiir die Arbeit an einem wissenschaftlich-technis« 
Problem, das so viel Kopfzerbrechen verursacht, wie das Problem der gesteue} 
thermonuklearen Reaktionen, von unschatzbarem Wert ist. 

Gegenwartig befinden sich die Untersuchungen iiber gesteuerte thermonuk 
Reaktionen trotz ihres groBen Umfangs immer noch in einem Stadium, wo 
die verschiedenen Wege erkundet, auf denen man an das Problem herankom4 
kann. Noch keiner dieser Wege konnte schon so weit verfolgt werden, daB_ 
behaupten kénne, er garantiere den Erfolg. Anscheinend 148t sich nur saj 
Man ist allgemein davon tiberzeugt, daB die Lésung des Problems in der rich 
Wahl des Verfahrens der magnetischen Warmeisolation besteht, das gestay 
den Gedanken praktisch zu realisieren, ein heiBes Plasma durch ein sta 
Magnetfeld festzuhalten. 
§ 2. Die Methoden zur Untersuchung eines Magnetfeldes fiir die thermij 
Isolation und die Erwarmung des Plasmas kann man in zwei-Hauptgruppe 


1) Uspechi fiz. Nauk 66, 545—569 (1958). 
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ilen. Zu der einen Gruppe gehéren die Methoden, bei denen das Plasma durch 
lektrodynamische Krafte beschleunigt wird, und zur anderen die Methoden, bei 
enen man Gleichgewichtskonfigurationen des Plasmas erhalt, d. h. solche Zu- 
tande, bei denen der Druck des Plasmas durch den magnetischen Druck aus- 
eglichen wird. Der Unterschied zwischen den beiden genannten Gruppen wird 
eutlich, wenn man ihn in der Sprache der Magnetohydrodynamik ausdriickt. 
n der Magnetohydrodynamik werden bekanntlich die allgemeinen Gesetze fiir 
as Verhalten einer leitenden Fliissigkeit in einem Magnetfeld untersucht. Vom 
likroskopischen Standpunkt aus kann man das Plasma unter gewissen Be- 
ingungen, die wir als erfiillt annehmen wollen!), als Analogon einer leitenden 
liissigkeit ansehen. Die Gleichung, die das Verhalten des Plasmas unter der 
inwirkung elektrodynamischer Krafte charakterisiert, hat die Form 


dv i Maes 
C7, = I: H stad p. (1) 
jie GroBen v bzw. @ bezeichnen die Geschwindigkeit bzw. die Dichte eines ge- 
issen Elementarvolumens des Plasmas, das sich unter der Einwirkung von 
lektrodynamischen Kraften und Druckunterschieden bewegt. Alle Glieder der 
leichung beziehen sich auf die Volumeinheit des Plasmas. Die elektrodyna- 
lische Kraft, die auf die Volumeinheit des Plasmas wirkt, wird durch das erste 
lied auf der rechten Seite der Gleichung dargestellt. Sie ist durch die Wechsel- 
irkung des Magnetfeldes mit den im Plasma flieBenden Strémen bedingt. (H 
edeutet die Feldstarke und j die Stromdichte.) 
fan braucht nur einen Blick auf diese Gleichung zu werfen, um sofort die beiden 
renzfalle zu erkennen, von denen jeder eine groBe Gruppe von Methoden zur 
ermischen Isolation charakterisiert. 
Jenn der gaskinetische Druck verhaltnismaBig gering ist, halten die , ,Tragheits- 
rafte‘‘ der elektrodynamischen Kraft das Gleichgewicht: 


CU xep ln, 
Git locos 


nter diesen Bedingungen erhalt das Plasma unter der Einwirkung der elektro- 
ynamischen Krafte als Ganzes eine gerichtete Geschwindigkeit, die die Ge- 
hwindigkeit der chaotischenWarmebewegung der Ionen erheblich tbertreffen 
ann. Die kinetische Energie der gerichteten Bewegung, die das Plasma bei 
iner Beschleunigung im Magnetfeld erhalt, kann man zur anschlieBenden Er- 
armung der Materie ausnutzen — bei Prozessen vom Typ der kumulativen 
ompression, beim StoB von beschleunigten Plasmaverdichtungen auf einen 
uffanger usw. Konkrete Verfahren fiir diese Zwecke werden spater beschrieben. 
marakteristisch fiir die betrachtete Art der Wechselwirkung des Plasmas mit 
m Magnetfeld ist die sehr kurze Dauer des Prozesses. Sie ist von der Gré8en- 
dnung a/v, wo a die Strecke ist, um die sich das Plasma unter der Einwirkung 
r beschleunigenden Krafte bewegt, und v die erreichte Geschwindigkeit. In 
nm praktisch interessierenden Fallen mu& die Dauer des Beschleunigungs- 
rgangs etwa 10-* — 10-5sec betragen. Solche kurzfristigen Impulsprozesse 
ad offensichtlich nur dann von wesentlichem Interesse, wenn man sie als die 


Anm. d. dtsch. Red.: Vgl. aber S. CHANDRASEKHAR, A.N. KAUFMAN und K. M. Watson, 
in. Phys. (New York) 2, 435 (1957). 
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erste Phase der Erhitzung des Plasmas ausnutzen kann. Diese Phase mu8 | 
der Umwandlung der kinetischen Energie in Warme und dem Ubergang in ei 
gewissen quasistationaren Zustand enden, in dem die schnellen Bewegungen 
Tragheitscharakter, die als Folge der ersten Phase tibriggeblieben sind, int 
halb sehr kurzer Zeit abklingen miissen. 
Der entgegengesetzte Fall liegt vor, wenn die Beschleunigung des Plasmas ger 
ist und wenn man das ,,Tragheitsglied“‘, das auf der linken Seite der Gleich 
steht, gegeniiber dem Druckgradienten vernachlassigen kann. In diesem | 
halten sich der gaskinetische und der magnetische Druck die ganze Zeit 
durch das Gleichgewicht: 


La 
grad p = —-j- H. 


Man kann sich eine Menge verschiedener Wege zur Realisierung solcher Gle 
gewichts-Plasmakonfigurationen vorstellen, die einen quasistationéren Zust{ 
des Plasmas in einem Magnetfeld charakterisieren. Unter diesen Wegen zeich 
sich gegenwartig mehr oder weniger deutlich folgende Richtungen ab: | 
a) Ausarbeitung von Methoden zum Festhalten und Erwairmen des Plasm¢ 
Systemen mit einem starken geschlossenen Entladungsstrom, der durch | 
duBere Spannung aufrechterhalten und durch ein 4uBeres Magnetfeld stabilii 
wird. 


b) Untersuchung von Magnet-Fallen, in denen ein Hochtemperaturplasma djj 
Anreicherung von schnellen Teilchen erzeugt wird, die in die Falle injis 
werden. 
Die oben angefiihrte Klassifikation der verschiedenen Methoden, mit d¢ 
man an das Problem der Erzeugung und Aufrechterhaltung hoher Temy 
turen im Plasma herangehen kann, ist natitirlich sehr unvollstandig. Sie is) 
Rahmen der vorliegenden Arbeit aber ganz natiirlich, da sie den Haupt 
tungen der Forschungsarbeiten tiber gesteuerte thermonukleare Reaktione 
der UdSSR entspricht. 


§ 3. Bevor wir auf die konkreten Ergebnisse eingehen, die entsprechend de 
nannten Hauptrichtungen bei den theoretischen und experimentellen U1 
suchungen erzielt wurden, behandeln wir noch einige Fragen, die sich au 
gemeine Eigenschaften der kiinftigen thermonuklearen Reaktoren bezie¢ 
Dabei miissen wir uns von vornherein mit dem Vorwurf abfinden, daB sick 
Erérterung dieser Fragen beim jetzigen Stand unserer Kenntnisse nur aufi 
Glauben an den Endsieg der menschlichen Erfindungsgabe griinden kann. 
Vor allen Dingen miissen wir hervorheben, daB unabhangig davon, wé 
konkrete Variante des magnetischen Systems fiir die technische Ausnut 
der thermonuklearen Energie vorgeschlagen wird, jedes derartige System) 
Grundbedingung erfiillen mu8B: Die freiwerdende Energie der Kernsynthese |} 
den Energieaufwand aus anderen Quellen zur Aufrechterhaltung der hi 
Temperatur im Plasma reichlich kompensieren. i} 
Einfache Uberlegungen zeigen, daB diese Bedingung in der Form der folge}} 
Beziehung zwischen den Hauptparametern, die die Arbeit des-thermonukle 


Generators bestimmen, geschrieben werden kann 
ve’ 


H?t > A(1i—~7). 
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in dieser Formel ist H die magnetische Feldstarke, die das Plasma festhalt, und 
; die Zeit, wihrend der die hohe Temperatur im Plasma aufrechterhalten wird. 
Die GroBe 7 bezeichnet den Anteil vom Vorrat des Plasmas an Warmeenergie, 
ler sich am Ende des Arbeitszyklus in Elektroenergie umwandelt. Die Konstante 
4 hangt von der Wahl des Kernbrennstoffs ab. Bei den optimistischen Annahmen 
iber den Charakter der in einem thermonuklearen Generator ablaufenden 
Prozesse kann man diese Konstante gleich 10!° annehmen, wenn der Reaktor 
nit reinem Deuterium arbeitet, und gleich 108, wenn er mit einem Gemisch 
fon D und T mit gleichem Gehalt an beiden Komponenten arbeitet. Diese 
Minimalwerte der Konstante entsprechen der Annahme, da8 die thermonukle- 
wen Reaktionen im Plasma bei der ,,optimalen‘‘ Temperatur erfolgen. Diese 
setragt fir Deuterium 50 keV (5 - 108 grad) und fiir das Gemisch aus D und T 
(5 keV (1,5 - 108 grad). 
Bei der Anwendung von (2) mit den fiir die Konstante A angegebenen Werten 
nu8 man beachten, daf sich diese Ungleichung strenggenommen auf den 
dealen Fall bezieht, wo kein Teilchen das Hochtemperaturplasma verlaBt. Das 
yedeutet, da die Lebensdauer eines Teilchens mit der Zeit iibereinstimmt, 
vahrend der die hohe Temperatur im Plasma aufrechterhalten wird. 
Aus der Bedingung (2) folgt: Je kiirzer der Zeitraum ist, waihrend dessen die 
10he Temperatur aufrechterhalten wird, um so héhere Anforderungen miissen 
in die Magnetfeldstarke gestellt werden. Um diese Forderungen mit den Mitteln 
ler modernen Elektrotechnik erfiillen zu k6nnen, mu8B man iiber eine Methode 
rerfiigen, mit der man schnelle Teilchen innerhalb des Plasmas viele Sekunden 
der sogar mehrere zehn Sekunden lang festhalten kann. Wenn wir z. B. t = 
= 10secannehmen, mu8 die Feldstarke in einem Generator mit reinem Deuterium 
lie GroBenordnung 30000 Oersted haben. Dieser Wert der Feldstarke liegt noch 
nnerhalb der technisch méglichen Grenzen fiir eine stationdare Apparatur. Es 
st aber hervorzuheben, daB die in der Volumeinheit des Generators erzeugte 
eistung in diesem Fall nicht gro8 ist und daB eine derartige komplizierte 
flaschine, soll sie technisch sinnvoll sein, sehr groBe AusmaBe haben muB. 
4. Wir betrachten nun die Frage der direkten Umwandlung thermonuklearer 
Inergie in elektrische. Die durch die Fusion entwickelte Energie besteht aus 
wei Teilen, die hinsichtlich der Rolle, die sie bei dem ArbeitsprozeB des thermo- 
uklearen Reaktors spielen, nicht gleichwertig sind. Der Teil der Energie, der 
on den Neutronen fortgetragen wird, iibt auf die im Plasma stattfindenden 
*rozesse keinen EinfluB aus. An der Bilanz der von dem Generator entwickelten 
Wektroenergie kann dieser Anteil nur mit einem Faktor von nicht mehr als 0,3 
eteiligt sein (d. h. mit demselben Faktor wie die Energie, die in den gewohn- 
ichen Atom-Elektrokraftwerken freigesetzt wird, die Spaltungsreaktionen 
chwerer Kerne ausnutzen). Der andere Teil der Energie aus der Kernsynthese, 
fer auf die bei der Reaktion entstehenden geladenen Teilchen hoher Energie 
ntfallt, wird unmittelbar im Plasma freigesetzt, fiihrt zu einem Ansteigen 
einer Temperatur, und kann mit einem Wirkungsgrad von nahezu eins in 
Uektroenergie umgewandelt werden. 
Jiese Umwandlung ist dadurch méglich, weil bei erreichter magnetischer 
Varmeisolation der Kernbrennstoff mit seiner hohen Temperatur allseitig von 
em starken Magnetfeld umgeben ist, und dieses spielt die Rolle einer elasti- 
chen Hiille, die das Plasma komprimiert. Wenn das auf hohe Temperaturen er- 
itzte Plasma anfangt zu expandieren, wird seine Warmeenergie fiir die Arbeit 
egen die Krafte des magnetischen Drucks verausgabt, d. h., sie wird in elektro- 
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magnetische Energie umgewandelt. Wenn die héchste Temperatur des Plasne 
zu Beginn seiner Expansion gleich 7’, ist und die tiefste Temperatur, bis zu ¢ 
sich das Plasma am Ende jedes Arbeitszyklus des thermonuklearen Generat 


abkihlt, gleich 7, ist, wird der Maximalwert von 7 durch die bekannte Forn 


i 


bestimmt. 
Hieraus folgt: Man kann wenigstens im Prinzip erreichen, daB 7 dem Wert e} 
sehr nahe kommt, da das obere Temperaturniveau im Warmezyklus des Ge} 
rators sehr hoch ist und das Verhiltnis 7',/7', gentigend klein gemacht wet 
kann. 

Es ist aber zu beachten, daB eine starke Temperaturabnahme bei der Expanst 
nur dadurch erreicht werden kann, da das vom Plasma eingenommene Val 
men viel gréBer wird. Wenn die Expansion in diesem Falle adiabatisch verlat 
andert sich die Temperatur umgekehrt proportional zu V*s, wo V das 
Plasma eingenommene Volumen ist. Damit sich also ein groBer Teil des Warr 
energievorrats im Plasma in Elektroenergie umwandelt, mu8 das von ihm « 
genommene Volumen um ein Vielfaches zunehmen. Das bedeutet aber, daB | 
Plasma wihrend des Zeitraums, in dem es seine héchste Temperatur hat und ¢ 
thermonukleare Energiequelle ist, nur einen sehr geringen Teil vom Volun} 
der Vakuumkammer des thermonuklearen Generators einnimmt, wahrend | 
ganze tibrige Volumen nur von einem starken Magnetfeld eingenommen wi} 
Die sehr wenig wirksame Ausnutzung des Generatorvolumens bei Werten val 
nahe 1 mu8 dazu fihren, daB man fiir 7 einen gewissen Kompromifbwert || 
nimmt, der 0,75 wahrscheinlich nicht tibersteigen wird. | 
Der Hauptvorteil der direkten Umwandlung der Warmeenergie des Plasma) 
elektrische Energie besteht darin, daB bei dieser Methode, den Warmeener}} 
vorrat des Plasmas auszunutzen, die irreversiblen Warmeverluste (deren |} 
trag propotional 1 — 7 ist) erheblich gesenkt werden, sowie darin, da8 es au 
dem durch die geringere Warmebelastung der Kammerwande, die das Plai 
umgeben, leichter ist, den Warmehaushalt des Systems aufrechtzuerhalten. 
Die gesamte, von einem thermonuklearen Generator entwickelte Energiemé 
hangt nicht viel davon ab, ob eine direkte Umwandlung der Warmeenergie} 
Plasmas in elektrische Energie stattfindet oder ob diese Energie an el} 
Zwischen-Warmetrager abgegeben wird. Davon kann man sich leicht wy 
zeugen, wenn man beriicksichtigt, daB ein groBer Teil der bei der Kernsynt | 
freiwerdenden Energie von den Neutronen fortgetragen wird und daher nj 
direkt in Elektroenergie umgewandelt werden kann. 
§ 5. Die Ausarbeitung von Methoden zur Auslésung von gesteuerten ther} 
nuklearen Reaktionen beruht auf der Annahme, da8 entweder Deuterium | 
ein Gemisch von Deuterium und Tritium als Energiequelle dient. Von diil 
beiden Kernbrennstoffarten wird die nachste Zukunft anscheinend dem Gen 
DT gehéren. Sein Hauptvorzug ist der gro8e effektive Reaktionsquersch} 
Die Ausbeute der Reaktionen in einem Gemisch mit gleichem Gehalt an D}} 
T liegt in dem gesamten praktisch interessierenden Temperaturintervall} 
zwei GroBenordnungen hoher als die Ausbeute der Reaktionen in reinen 
Obwohl das aus den gewodhnlichen Atomreaktoren geworinerte Tritium ge 
wartig ein sehr teurer Kernbrennstoff ist, kann dies nur kurzfristig Schwil 
keiten bei seiner Verwendung hervorrufen; es gibt Methoden, nach all 
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die Verluste an Tritium, das in dem thermonuklearen Generator verbrennt, 
reichlich wieder ausgeglichen werden kénnen. 

Bei jedem Elementarakt der D—T-Reaktion verschwindet ein Kern Tritium 
und entsteht ein schnelles Neutron von 14,1 MeV Energie, das aus dem Plasma 
fortfliegt. Umgeben wir den thermonuklearen Generator mit einer geniigend 
dicken Schicht aus einem Stoff, in dem unter der Einwirkung der schnellen 
Neutronen die Reaktion (n, 2n) erfolgt, so kann man den anfanglichen Neu- 
tronenflu8 erheblich verstairken. Zur Neutronenvermehrung mit Hilfe der 
Reaktionen (n,2n) kann man entweder Beryllium verwenden oder schwere 
Elemente wie Blei oder Wismut. In diesen Stoffen tibertrifft die Reaktion (n, 2 n) 
bei einer Neutronenenergie von 14,1 MeV nach dem Wert ihres effektiven Quer- 
schnitts die anderen konkurrierenden Kernprozesse. Wird irgendeiner der ge- 
nannten Stoffe als Mantel des thermonuklearen Reaktors verwendet, so steigt 
die Zahl der Neutronen nach einer rohen Abschatzung auf den 1,5—2,0fachen 
Wert. Diesen verstirkten Neutronenflu8 kann man verwenden, um die Re- 
produktion von Tritium mit Hilfe der Spaltung von Li‘ in erweitertem Umfang 
durchzufiihren. Die Analyse der Ergebnisse der Reaktionen (n, 2n) und der 
Bildung von Tritium zeigt, daB der Reproduktionsfaktor des Tritiums bei 
einem Arbeitszyklus des thermonuklearen Generators selbst unter sehr vor- 
sichtigen Annahmen leicht auf einen Wert von mehr als 1 gebracht werden kann. 
Beim Arbeiten mit einem DT-Gemisch kann man also Verhaltnisse schaffen, 
unter denen der Tritiumvorrat im Laufe der Zeit standig zunimmt. Daher werden 
die thermonuklearen Reaktoren, solange keine Gefahr besteht, daB alle auf der 
Erde verfiigbaren Vorrate an Li® verbraucht werden, mit einem DT-Gemisch 
unter Regenerierung von Tritium arbeiten. Man kann noch hinzufitigen: Selbst 
wenn man aus irgendwelchen Griinden auf die Tritium-Regenerierung verzichten 
und zur Arbeit mit Deuterium tibergehen muB, wird sich auch in diesem Fall der 
hauptsachliche energetische Effekt aus der Verwendung von Tritium ergeben, 
das sich bei der D—D-Reaktion bildet. 

Wir gehen nun auf die Besprechung des Materials ein, das sich in den letzten 
Jahren bei den theoretischen und experimentellen Untersuchungen ergeben hat, 
die in der UdSSR iiber das Problem der gesteuerten thermonuklearen Reak- 
tionen durchgefiihrt wurden. Die gré8te Aufmerksamkeit gilt dabei den Ergeb- 
nissen von neuen Arbeiten, die noch nicht Gegenstand einer umfassenden Er- 
érterung wurden. Das zu besprechende Material verteilt sich auf die oben ge- 
nannten Untersuchungsrichtungen. 


I. Impulsprozesse von kurzer Dauer 


§ 6. Bei der Untersuchung von Impulsprozessen von kurzer Dauer konzentrierten 
sich die Anstrengungen bis jetzt hauptsachlich auf die Klarung der Gesetz- 
maBigkeiten machtiger Impulsentladungen in Deuterium bei niedrigem Druck. 
Der Grundgedanke ist hierbei, in der komprimierten Plasmasaule fir kurze 
Zeit eine hohe Temperatur und groBe Dichte zu erzeugen. Die Untersuchung von 
Impulsentladungen mit sehr schnell ansteigendem Strom (10'°—10" A/sec) er- 
gab, daB bei solchen Entladungen unabhangig davon, ob sie in geraden Rohren 
oder in Toroidkammern erfolgen, die Beschleunigung des Plasmas durch die 
elektrodynamischen Krafte die Hauptrolle spielt. In der Anfangsphase der 
Impulsentladung erfolgt eine Kontraktiondes Plasmas zur Achse der Entladungs- 
rohre hin, die das erste Stadium schneller Schwingungen der Plasmasaule ist. 
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Der Maximalwert der Temperatur und der Dichte wird in dem Augenblick & 
reicht, wo der Radius der Saule seinen minimalen Wert annimmt. al 
Die theoretische Analyse der Erscheinungen, die bei Impulsentladungen i 
Plasma stattfinden, verlief in zwei Etappen. Anfangs wurde zur qualitative 
Erklarung der Dynamik der Plasmasaule ein sehr einfaches Modell verwende 
Es wurde die Bewegung der Gesamtmasse des ionisierten Gases als Ganzes unt 
der Einwirkung der vorgegebenen elektrodynamischen Krafte betrachtet. A 
der folgenden Entwicklungsetappe der Theorie unternahm man Versuche, eir 
strenge quantitative Berechnung der Kontraktion und Pulsation der Plasm: 
sdule durchzufiihren, wobei man die Entstehung und Kumulation der StoBwe 
im Plasma und die zeitliche Anderung der Masse des sich bewegenden Gases b 
riicksichtigte. Diese Berechnung wurde in magnetohydrodynamischer Naherun 
durchgefiihrt und das Plasma dabei als einatomiges Gas von konstanter Lei 
fahigkeit betrachtet. Selbst bei dieser idealisierten Fragestellung lauft die Aufgal 
auf ein kompliziertes System von partiellen Differentialgleichungen hinaus, di 
nur durch numerische Integration an groBen elektronischen Maschinen geléJ 
werden kann. 
Durch die Lésung dieser Aufgabe erhalten wir Ergebnisse iiber die Dichte, dj 
Temperatur und die Geschwindigkeit der gerichteten Bewegung fiir jeden Te 
der Plasmasdéule zu verschiedenen Zeiten sowie Ergebnisse tiber die Verteilur} 
der Stromdichte, des magnetischen und des elektrischen Feldes im Plasm 
Der Umfang dieser Information ist viel gréBer als alles, was die Methoden vA 
experimentellen Untersuchung der Plasmaeigenschaften liefern kénnen. Abi 
fiir eine Reihe von wesentlichen Punkten kann die Zuverlassigkeit der theoret} 
schen Ergebnisse durch Vergleichen mit den Versuchsergebnissen nachgeprii 
werden. Dieser Vergleich kann fiir die Verteilung der Stromdichte und di 
Radialgeschwindigkeit des Plasmas durchgefiihrt werden, da diese Merkma4 
des Prozesses der experimentellen Bestimmung zuganglich sind. Der Verglei« 
von Theorie und Experiment wurde fiir eine Reihe von speziellen Fallen durc}} 
gefiihrt und ergab in wesentlichen Ziigen eine befriedigende Ubereinstimmu | 
ihrer Resultate — wenigstens fiir das Anfangsstadium des Impulsprozesses i} 
zur zweiten Phase der Kontraktion. Daher kann man annehmen, daB die Erge} 
nisse der theoretischen Berechnung mit Recht auch fiir die Abschatzung dl 
GréBen verwendet werden kénnen, die experimentell nur schwer mit ausreiche} 
der Genauigkeit zu messen sind. Die wichtigsten Merkmale des Plasmas sind dy 
Temperatur im Augenblick der maximalen Kumulation der StoBwelle und af 
Dichteverteilung des Stoffes zu dieser Zeit. | 
Wie die Ergebnisse der numerischen Berechnungen zeigten, kann man zur All 
schatzung der unteren Grenze der Temperatur im Augenblick der ersten max 
malen Kontraktion folgende Formel verwenden | 


es _L 
T = 46-1025, (il 


wo J die Stromstarke zu diesem Zeitpunkt ist (in kA) und N die Zahl der Tey 
chen eines Vorzeichens je Langencinheit der Plasmasaule. Diese Formel liefey 
den Mittelwert der Plasmatemperatur (in keV) unter der Voraussétzung, daB dij 
Warmeaustausch zwischen den Ionen und Elektronen ideal ist:‘Die Temperat | 
verteilung langs des Radius der Saule zeigt Bild 1 schematisch. Die punktie | 

i 


Linie entspricht dem Mittelwert von 7’. In geringem Abstand von der Achij 
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steigt die Temperatur durch den kumulativen Effekt, den die StoBwelle erzeugt, 
stark an und ibertrifft den Mittelwert um ein Vielfaches. Wenn man ferner be- 
ricksichtigt, daB unter typischen Versuchsbedingungen das thermische Gleich- 
gewicht zwischen Ionen und Elektronen im Augenblick der maximalen 
Kontraktion nur bei 7’ < 0,1 keV erreicht wird, so wird klar, da8B die oben an- 
gegebene Formel den vorsichtigsten Abschétzungen bei der Bestimmung der 
Ionentemperatur fiir die reale Plasmasaule entspricht. Daher konnen wir sie un- 
bedenklich verwenden, um die untere Grenze der Temperaturen abzuschatzen, 
die bei den letzten Versuchen mit 
Impulsentladungen von grofer Lei- T 
stung erreicht wurden. 2 
Bild 2 gibt die Verteilung der Gas- 
dichte im Augenblick der Kumulation 
_ wieder. Der Maximalwert der Dichte 
iibertrifft zu diesem Zeitpunkt den 
anfanglichen Wert der Gasdichte um 
das 30—40fache. Eine der inter- 7 
essantesten Kigenschaften der theore- 
tisch gefundenen Dichteverteilung ist 
ihre Abnahme in der Umgebung der 
Achse des Plasmas. Dieser Charakter 
der Dichteinderung hangt unmittel- 
bar mit der Temperaturzunahme in @Q ? 
der Nahe der alee zusammen. Qi Q2a /a 
Bild 1. 
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(Der Druck, der proportional zu pT ist, mu8 in diesem Gebiet ausgeglichen 
werden.) 

§ 7. Die in den letzten Jahren zum Studium der Impulsentladungen von hoher 
Leistung durchgefiihrten Experimente setzten die groBe Linie der in dem ersten 
Zyklus geplanten Arbeiten fort, deren Ergebnisse 1956 veroffentlicht wurden und 
allgemein bekannt sind. Bei den neuen Versuchen galt die Aufmerksamkeit be- 
sonders der Steigerung der Impulsentladungsparameter mit dem Ziel, in das 
Gebiet immer héherer Temperaturen vorzudringen, 
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Die Verbesserungen der Konstruktion der Entladungsapperatur und des elek: 
trischen Versorgungssystems erméglichten es, die Spannung je Langeneinheit de 
Entladungsréhre erheblich zu steigern und gleichzeitig die parasitare Induktivita 
des Stromkreises herabzusetzen. Dadurch gelang es, die Anstiegsgeschwindigkeit 
des Stroms auf ein Mehrfaches zu erhéhen und die Stromstarke im Augenblick 
der ersten Kontraktion bis auf Werte von mehr als 50 kA zu steigern (in einer 
Entladungskammer von 50cm Lange und 40cm Durchmesser). Bild 3 zeigt; 
wie die Temperatur in der Plasmaséule von der an die Entladungsréhre an: 
gelegten Anfangsspannung abhangt, wenn die Réhre bei einem Ausgangsdruck 
von 0,05 Torr mit Deuterium gefiillt war. Die Temperatur wurde nach Formel (3) 
berechnet, die — wie wir oben schon bemerkten — bestimmt zu niedrige Wert 
liefert. Daher kann man mit ziemlicher Sicherheit annehmen, daB bei den ge: 
nannten Versuchen wirklich eine Temperatur von mehr als 3—4 Millionen Grad 
erreicht wurde. Hieraus kann man insbesondere den SchluB ziehen, daB die 
unter diesen Bedingungen beobachtete 
Us Neutronenstrahlung zu einem merklichen 
Teil durch thermonukleare Reaktioner 
bedingt ist. 
Im Zusammenhang damit ist hervorzu}| 
heben, daB man maximale Neutronenaus} 
2-108 beute bei solchen Prozessen sofort nach} 
der ersten Phase der Kontraktion erhalt4 

d.h. in dem Augenblick, wo sowohl did 

Temperatur als auch die Dichte maxima) 

ist, und daB sich die Dauer des Neutronen}} 

impulses tiber einen Zeitraum von etwa ]j 

40 80 120 V[kV] Mikrosekunde erstreckt. | 
Bild 3. Zur Zeit ist aber der Beweis oder dig 
Widerlegung des thermonuklearen Ury 

sprungs dieser schwachen Neutronenstrahlung in der Impulsentladung wohl 
kaum von so grofer Bedeutung, daB man der Diskussion iiber diese Frage be} 
sondere Aufmerksamkeit schenken miiBte. Daher halte ich es nicht fiir nétig, harti] 
nackig darauf zu bestehen, da8B bei den erwihnten Versuchen wirklich thermo} 
nukleare Reaktionen beobachtet wurden. Die Frage, ob ein bestimmtes Neutron} 
zu der vornehmen Rasse der Nachkommen thermonuklearer Reaktionen gehorty 
oder ob es das fragwiirdige Kind eines dunklen Beschleunigungsprozesses isti] 
kann wohl das Herz eines Vertreters der Weltpresse in Unruhe versetzen, soll] 
den Fachmann beim jetzigen Stand der Entwicklung unseres Problems abet| 
nicht weiter beunruhigen. Wenn die Zahl der bei einem Entladungsimpuls enti} 
stehenden Neutronen Werte von mehr als 10!2 erreicht, dann werden allé 
Zweifel iber den Ursprung dieses Effekts ganz von selbst verschwinden. 
Um aber eine derartige jntensive thermonukleare Neutronenstrahlung in de a 
Impulsentladungen zu erreichen, mu8 man die Versuche bei viel héheren Paral 
metern der elektrischen Stromkreise durchfiihren als bisher. Die Haupt] 
schwierigkeit dieses Weges besteht darin, daB die weitere Steigerung der Leill 
stung des Entladungsimpulses durch die Erwarmung der Kammerwande bei] 
grenzt wird. Bis zu einer gewissen Grenze kann man diese ~Schwierigkeit dail 
durch beheben, daB man Kammern mit unterteilten Metallwanden verwende ' 
Aber dartiber hinaus miissen andere Verfahren erprobt werden, von denen de 
magnetische Schutz der Wande und der Ubergang zu Vakuumkammert| 
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7a lokalem EinlaB von gerichteten Gasstrémen besondere Beachtung ver- 
enen. 

AuBer der genannten Versuchsserie mit Entladungen von hoher Leistung wurde 
noch eine Reihe anderer Untersuchungen ausgefiihrt, die dem Studium der ver- 
schiedenen Higenschaften des Hochtemperaturplasmas einer Impulsentladung 
gewidmet waren. Wesentlich geférdert wurde die spektroskopische Unter- 
suchung des Plasmas. Durch Vervollkommnung der Methoden zur zeitlichen 
Auflésung von Entladungsspektrogrammen gelang es, festzustellen, daB8 das 
Spektrogramm in dem Augenblick, wo die erste maximale Kontraktion erreicht 
ist, im gesamten Spektralbereich ein starkes Aufblitzen des Kontinuums er- 
kennen 148t. Dieser Helligkeitsausbruch ist auf der in Bild 4 reproduzierten Auf- 
nahme sehr stark ausgepragt. Darauf sehen wir die zeitlich aufgelosten Spektro- 
gramme einer Entladung in Wasserstoff bei 0,1 Torr Ausgangsdruck und 35 kV 


20 
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Bild 4. 


Ausgangsspannung. Das Aufblitzen des Kontinuums erklart sich daraus, daB 
im Augenblick der maximalen Kontraktion der Ionisationsgrad des Plasmas und 
infolgedessen auch die Konzentration der freien Elektronen sprunghaft zu- 
nimmt. Dadurch entsteht intensive Brems- und Rekombinationsstrahlung. 
MiBt man die Intensitat des Kontinuums in einem bestimmten Spektralbereich, 
so kann die Dichte des Plasmas mit ausreichender Genauigkeit messen (unter 
der Voraussetzung, da8 das Plasma vollstandig ionisiert ist). 

Wie die Berechnung ergibt, ist die Strahlungsintensitat durch das Spiel des Zu- 
falls sehr unempfindlich gegen den Wert der Elektronentemperatur. Aus diesem 
Grund wirkt sich die Willkiir bei der Wahl der Elektronentemperatur auf die 
Bestimmung der Dichte durch Messungen des kontinuierlichen Spektrums 
praktisch nicht aus. Die auf diese Weise ausgefiihrten Dichtemessungen liefern 
-Resultate, die mit den aus der magnetohydrodynamischen Theorie folgenden 
Werten gut itibereinstimmen. 

Die spektroskopischen Untersuchungen gestatten auch, die Temperatur des 
Plasmas nach der Doppler-Verbreiterung der Linien einer Beimischung ab- 
zuschatzen. Diese Methode wurde bisher nur auf die Entladungen unter Stan- 
dard-Bedingungen angewandt (Anfangsspannung 35 kV, Druck des Wasser- 
stoffs 0,05 Torr, Rohrlange 90 cm). Unter diesen Bedingungen ist die Temperatur 
des Plasmas im Augenblick der maximalen Kompression, gemessen nach der 
Breite der Stickstofflinie (A 3479 A), annahernd gleich 100 eV gegeniiber 65 eV 
nach Formel (3). 
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Eine Reihe von Arbeiten wurde ausgefiihrt mit dem Ziel, die Eigenschaften de 
im Plasma entstehenden harten Strahlungen und den Mechanismus, der ihr Auf- 
treten verursacht, weiter zu klaéren. Mit Hilfe der Wilsonkammer wurde dass 
Spektrum der Elektronen untersucht, die unter Einwirkung der harten, durch, 
die Impulsentladungen erzeugten Rontgenstrahlen entstehen. Dabei wurde dies 
friiher vorgenommeneA bschatzung der maximalen Energie dieser Roéntgenstrahlen 
(bis zu 350—400 keV) bestatigt. 
Mit Erfolg wurde auch der Versuch einer massenspektroskopischen Analyse der 
schnellen Teilchen durchgefiihrt, die bei der Entladung entstehen. Mit Hilfe den 
Parabelmethode wurde der Wert von e/m sowie die Energie der Ionen gemessen, 
die durch Offnungen in der Seitenwand oder der Elektrode aus der Entladungs- 
kammer heraustraten. Dabei wurde festgestellt, daB die Energie der Deuteronen 
200 eV erreicht. | 
Bei der Erérterung des méglichen Mechanismus der Prozesse, die zum Auftreten 
der harten Strahlung fiihren, wurde mehrfach der Gedanke geauBert, daB hierbe}| 
eine Instabilitat der Plasmasiule von der Art der ,,Uberstabilitat‘, die die 
Kumulation der StoBwelle verstarkt, eine wesentliche Rolle spielt. Zur Priifung! 
dieser Annahme wurden Versuche bei einer Entladungsgeometrie durchgefihrt;| 
wo zu Beginn solche Bedingungen geschaffen wurden, daB das sich kontra-+ 
hierende Plasma nahezu Kugelform hatte. Diese Versuche ergaben interessante 


a 


Resultate, die bewiesen, daB eine kiinstlich herbeigefiihrte kugelférmige 


harten Strahlungen stark verandert. 
Wir gehen jetzt kurz auf die Frage ein, welche Perspektiven die Methode att 
Auslésung von thermonuklearen Reaktionen hat, die auf der Verwendung von 
machtigen kurzfristigen Entladungen beruht. Vom rein physikalischen Stand.) 
punkt aus haingt letzten Endes alles von zwei Hauptmerkmalen der Impuls} 
entladung ab: 


a) vom Kontraktionsgrad der Plasmasaule, der durch den Minimalwert des} 
Saulenradius a charakterisiert ist; 


b) von der Dauer + des kontrahierenden Zustands. 


Der energetische Wirkungsgrad einer michtigen Impulsentladung, als Quelle 
thermonuklearer Reaktionen betrachtet, ist — wovon man sich leicht tiberzeugent 
kann — proportional dem Quadrat der Stromstarke und der GréBe t/a?) 
Theoretische Abschaitzungen des Zahlenwertes, den die GréBe t/a® fiir sehi} 
leistungsfahige Impulsanlagen annimmt, gehen um mehr als zwei GroBen} 
ordnungen auseinander, je nach dem Grad des Optimismus, der offen oder ver}} 
steckt in die Anfangsbedingungen der Berechnung eingeht. Aber selbst bei der 
gunstigsten Voraussetzungen zeigt sich, daB der Wirkungsgrad eines auf Impuls 
entladungen beruhenden thermonuklearen Reaktors dem Wert eins nur bei eine 
gewaltigen Energiekonzentration (von der GréBenordnung 10° beim Arbeiter} 
mit einem Gemisch von D und T) in dem System nahekommen kann. Diese 
Energie, die anfanglich in den Stromquellen steckt, geht dann fiir kurze Zeit z 
einem erheblichen Teil in die thermische und mechanische Energie der expan} 
dierenden Plasmasaule tiber. Dieses Stadium des Prozesses hat den Charaktet| 
einer machtigen Explosion (die nach einer sehr vorsichtigén Schatzung dei| 
Explosion von 10 Tonnen Trotyl aquivalent ist). Beim heutigen Stand dei 
technischen Entwicklung kennen wir kein Verfahren, diese Explosionsenergi¢ 
rationell auszunutzen; und auch kein Mittel, die umfangreiche und sehr teure | 
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ioe vor dex Lexstirang 2a bewahren, die bei jedem Impuls erfolgen muB. 
nehmen aber trotzdem an, dab die Fortectaung der Untersuchungen von 
if ungen auf einem héheren technischen Niveau als bisher — bei 
Zen igkeiten bis zu 10% Ajsec ~ und unter Bedingungen, 
Giiteetee’ von den Wanden der Entladungskar mer i im Anfangsstadium 
| pven keine Bolle spielt, cin gewisses Interesse beansprucht. Solche 
cea gehen bis jz noch tiber den Bahmen des heute technisch Aus- 
6 
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Lagicich konnen sie unerwartet cur Entdeckung von neven 
hren, sae aut die Gesamtentwicklung der Arbeiten an diesem 
_ weeemMichen VinfiuL austiben. Die Arbeiten zur Untersuchung mach- 
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” Extiadungen von sehr korzer Dauer wurden im wesentlichen im Institut 
je der Ak, dp Wiss. der UdSSB entwickelt. Kinzelne Fragen aus 
a Gebic waren auch Gegenstand von Untersuchungen, die an der physika- 
Vakoliat der Moskaver Universitat ausgeibrt wurden. Im Institut fir 
nenergic der Ak. d. Wiss. der UdSSR sowie im Ukrainischen Physikalisch- 
Iinischen Institut und im Institut fir Elektronenphysik in Suchumi wurden 
hb einige andere V arianten von Impulsprozessen experimentell untersucht, bei 
en das Piazsma der Vinwirkung starker Magnetlelder ausgesetzt wird. 
¢ Bexhleunigung des Plasmas durch elektrodynamische Krafte findet in 
ter Yorm in Anlagen vom Typ der dektrodynamischen Kanone statt. 
diesen Anlagen liegt folgende cinfache Idee zugrunde. Kine Plasma- 
ichtung, die sich dadurch bildet, daL cin starker Strom durch einen dinnen 
oder eine Gaswolke fiiekt, wird durch Krafte, die infolge der Wechsel- 
kung des Stroms mit dem Magneticld der Zuleitungskabel (oder bei einer 
en Variante mit einem Zuberen Magnetteld) entstehen, an Metallschienen 
fang beschleunigt. Wie die Versuche ergaben, erh4lt man in Systemen dieser 
: ex grote Mithe Plasmageschwindigheiten bis zu 5-10? mm/sec. Wahr- 
anlich kinnen noch bedeutend groLere Geschwindigkeiten erreicht werden. 
Institut fir Atomenergie wurde auch eine andere Methode zur Erzeugung 
. ome nmcusaingrs untersucht. Dabei wird zunachst ein stromdurch- 
ing in einem veranderlichen 4uBeren Magnetield gebildet, 
, Kraftlinien senkrecht auf der Windungsebene stehen (Bild 5). Diese 
idung enteteht im Gas infolge des dektrischen Wirbelfelds bei der Zunahme 
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des H-Feldes. Eine gewisse Zeit nach ihrer Entstehung fangt die Windung ar 
sich schnell zur Achse hin zu kontrahieren, und verwandelt sich dabei in ei 
Plasmaverdichtung. Die Versuche ergaben, da man auf diese Weise Plasmé 
verdichtungen mit einer Teilchenkonzentration bis zu 1016 und einer Anfangy 
temperatur nicht unter 100—200 eV erhalten kann. Eine der méglichen pral 
tischen Folgen dieser Versuche kann die Ausarbeitung einer Methode seil 
heiBes Plasma in Magnetfallen einzufiihren. 
Eine thermonukleare Impulsreaktion kann auch unter Bedingungen zustanq 
kommen, wo die hohe Temperatur bei einer Kontraktion und Kumulation e& 
reicht wird, die nicht durch elektromagnetische Krafte, sondern durch eit 
Ladung von gewohnlichem Sprengstoff (wie etwa Trinitrotoluol oder eine’ 
noch kraftigeren) verursacht wird. Diese Ladung umgibt eine Ampulle, in di 
sich das Deuterium oder ein Gemisch von Deuterium und Tritium befinde 
Ohne auf alle Einzelheiten der Versuche einzugehen, ist zu erwahnen, dah 
dingungen gefunden wurden, unter denen sowohl nach der D—T-Reaktion 4 
auch nach der D—D-Reaktion standig und ganz sicher die Entstehung vq 
Neutronen festzustellen ist. Die Registrierapparatur wird in diesem Fall ve 
nichtet. Aber bevor sie von der Explosion zerstért wird, erreicht das Signal vay 
Neutronenimpuls feste Anlagen, die sich in groBer Entfernung befinden. H 
den 1952 durchgefiihrten Versuchen gelang es, sowohl schnelle Neutronen 

registrieren, die ohne groBen Energieverlust durch die Sprengstoffladung hi 
durchgehen, als auch Neutronen, die in dem Sprengstoff gebremst werden ujj 
erst nach und nach in die Apparatur eintreten. Dabei ergeben sie einen Impu} 
der sich tiber mehrere zehn Mikrosekunden erstreckt. In diesem Falle erled: 
sich die beriichtigte Frage, ob es sich um thermonukleare Neutronen hand 
offensichtlich von selbst. Wir beobachten bestimmte Neutronen, die sich d i 
die Erhitzung von Materie auf sehr hohe Temperaturen bilden. 
Der Hauptunterschied dieses Prozesses von der elektromagnetischen Kontra 
tion besteht darin, daB er unter Bedingungen ablauft, wo die Dichte der Mate; 
sehr groB ist. (Sie ist bedeutend grdBer als die normale Dichte fester Korpeé 
Die kurze Dauer des Erwarmungsprozesses gestattet, ohne Verwendung eilj 
magnetischen Warmeisolation auszukommen. Der angegebene ProzeS kann offi 
bar nur dann ékonomisch interessant sein, wenn die freigesetzte thermonukle# 
Energie die Ausgaben fiir die teuren Sprengstoffe deckt. i 
Ebenso wie bei starken elektrischen Impulsen von einer Leistung bis zu 10 Tony 
Trotyl (s. oben) ergeben sich bei der kumulativen Erwirmung fiir die praktis 
Ausnutzung Schwierigkeiten, die mit dem Explosionscharakter des Prozesses i 
sammenhangen. 


Ba 
BoD 


Il. Impulsentladungen mit langsamem Stromanstieg in Toroidkammern |} 


§ 8. Bei langsamem Ansteigen des Stroms im Plasma kann man damit rech 
Verhialtnisse zu erhalten, die sich prinzipiell von denen mit groBen Anstid{ 
geschwindigkeiten des Stroms unterscheiden. Als quantitatives Kriterium 
Abgrenzung ,,langsamer‘‘ Entladungen von ,,schnellen’’ kann das Verhalt 
der Zeitdauer, wahrend der der Strom ansteigt, zur Periode der radialen Tx} 
heitsschwingungen der Plasmasiule dienen. Bei Entladungen in verdinny 
Gasen mit einer maximalen Stromstarke von 105—10® A und einer Dauer || 
ersten Halbperiode von etwa 10-* sec kommen auf die Dauer ‘émer Halbperi 
Hunderte von Tragheitsschwingungen. Wir wollen iibereinkommen, ‘solche 
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adungen als ,,langsame“ zu bezeichnen und im Gegensatz dazu als ,,schnelle“ 

olche Entladungen, wo wahrend der Anstiegszeit des Stroms von null bis zum 

faximum nur zwei bis drei Radialschwingungen stattfinden. 

fan kann erwarten, dab bei Jangsamen Entladungen die elektrodynamischen 

Srafite der gaskinetischen Druck des Plasmas das Gleichgewicht halten und daB 

ie Temmperatur in der Saule durch die Entwicklung von Joulescher Warme zu- 

immt. Will man einen solchen Gleichgewichtszustand zur Erwarmung des 

Jasinas auf sehr hohe Temperaturen ausnutzen, so miissen folgende Bedingun- 

en erfiillt sein: 

1) Die Plasmasaule muB von den Wanden abgelost sein. 

) Der Zustand mu8 nicht nur ein Gleichgewichtszustand sein, sondern er muB 

uch stabil sein. 

Jie theoretische Untersuchung der Gleichgewichts- und Stabilitatsbedingungen 

iner Plasmasaule und der Gesetze ihrer Erwarmung wurde in einer ganzen Reihe 

‘on Arbeiten gefordert, die im Insti- 

ut fir Atomenergie unter der Leitung 

on N. A. LeEontTOVIC ausgefiihrt 

rurden. Bei diesen Arbeiten wurde 

um erstenmal nachgewiesen, daB die Ms 

tabilitat einer Plasmasdule mit mehr 

der weniger scharfer Grenze nur 

ann erreicht werden kann, wenn af 

jie Entladungskammer von einer 

sitenden Hille umschlossen ist (die 

en Wanden nahe anliegt) und wenn 

uBer dem Feld des Plasmastroms 

och cin stabilisierendes Magnetfeld 

orhanden ist, das durch duBere 

pulen erzeugt wird und die Richtung 

er Plasmasaule hat. Es wurden zwei g@ g b 

erschiedene stabile Betriebsformen Bild 6. 

efunden. Die erste liegt vor, wenn 

ie sich kontrahierende Plasmasdule einen groBen Teil vom magnetischen 

luS des longitudinalen Feldes, das anfanglich in dem Volumen der Kammer 

zeugt wurde, mitnimmt (,,paramagnetische Saulen“). In diesem Falle ist 

ie Feldstarke des longitudinalen Feldes innerhalb der Saule annahernd gleich 

[,(b/a)?, wo H, die Anfangsstarke dieses Feldes ist und die GréBen b bzw. 
den Innendurchmesser der Entladungskammer bzw. den Innendurchmesser 

er Plasmasdule bezeichnen. 

ie betrachtete Betriebsform wurde bekanntlich an der Anlage Zeta von eng- 

schen Physikern eingehend untersucht. Vom theoretischen Standpunkt aus 

letet sie die giinstigsten Méglichkeiten, die Storungen der Form und Abmessun- 

en einer Plasmasiule zu stabilisieren. Im Rahmen der magnetohydrodyna- 

lischen Naherung ist die Hauptbedingung fir die Stabilisierung aller gefahr- 

chen Stérungen einer gut leitenden Plasmasaule die Forderung, daB der Wert 

on H, im Innern der Saule dem Magnetfeld des Stroms an derSaulenoberflache 

eniigend nahe kommt, die Starke dieses longitudinalen Feldes H, auBerhalb der 

aule aber um ein Vielfaches kleiner ist als H, des Stromes. (Vgl. Bild 6, das die 

erteilung des longitudinalen Feldes H, und des Higenfeldes H, des Stroms 

thematisch wiedergibt.) Der Radius a der Saule darf auch nicht zu klein sein 
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gegen den Radius des Kammerquerschnitts, sonst geht die stabilisierenc 
Wirkung der leitenden Hille verloren. ; 

Die Realisierung dieser Betriebsform erfordert eine verhaltnismaéBig gering 
Anfangsstarke H, des longitudinalen Feldes. Ein anderer Vorzug besteht dari 
daB diese Form eine natirliche Entwicklungsphase der Impulsentladung iss 
die sich anfangs tiber den ganzen Kammerquerschnitt hin erstreckt, danac 
aber, wenn H, mit H, vergleichbar wird, kontrahiert und dabei die Kraftlinie 
des longitudinalen Feldes mitnimmt. Vom theoretischen Standpunkt aus weil 
diese Form aber auch gewisse Mangel auf. Soll die paramagnetische Saule sta A 
sein, so miissen die Werte von H,und H,(a) einander nahe liegen. Zum Aui 
halten des gaskinetischen Drucks verbleibt daher der kleinere Teil (0,3—0,4) dé 
von dem Strom erzeugten elektrodynamischen Drucks. Das bedeutet, daB di 
Temperatur einer paramagnetischen Saule bei gleichen Werten von J und N b 


Bild 7. Bild 8. 


deutend tiefer liegt als in dem Fall, wo das longitudinale Feld gleichmaBig wbi 
den Querschnitt der Entladungskammer verteilt ist. Man mu8 noch hinzufiige4 
da der Minimalwert bei der paramagnetischen Betriebsform, soll ein gu 
Warmeaustausch zwischen den Elektronen und Ionen gewahrleistet  seii 
wenigstens um eine GroBenordnung héher liegen muB, als wenn das Feld nic} 
mitgenommen wird. 
Vom Standpunkt der magnetohydrodynamischen Theorie aus ist noch eilf 
andere stabile Entladungsform méglich, bei der zur Stabilisierung der Plasm) 
sdule ein starkes longitudinales Magnetfeld von einer Feldstarke H, verwend} 
wird, die tiberall viel gréBer ist als Hy. Wie die Theorie zeigt, lautet die naj 
wendige Bedingung fiir die Stabilitaét in diesem Fall, daB die Ungleichung _ || 
HH, L 


H,~ 2nd : 
erfiillt sein muB, wo L die Linge der Saule ist. (Fiir eine ringférmige Saule | 
einer Toroidkammer vom Radius R ist L gleich 22 R.) . ‘ 
Ist diese Forderung erfiillt, so bleiben einige Arten von Stérungem Yer Saulenfor 
trotzdem nichtstabilisiert. Der Charakter dieser Stérungen ist im Bild 7 sch 
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atisch dargestellt. Sie bedeuten offensichtlich keine besondere Gefahr, da sie 
it keiner Verlagerung der Achse der Plasmasaule verkniipft sind. 

n dem betrachteten Fall ist das longitudinale Magnetfeld iiber den gesamten 
ammerquerschnitt verteilt und erfaihrt an der Grenze der Saule keine merk- 
che Anderung (vgl. Bild 8). Einer der Vorziige dieses Verfahrens zur Stabili- 
erung der Entladung besteht darin, daB hierbei die Dauer der Aufrechter- 
altung der Entladung nicht mit der Zeit des Skineffekts zusammenhangt und 
ur durch die Zeit bestimmt wird, wahrend der die Werte H, und J erhalten 
leiben. Ein anderer Vorzug ist es, daB man damit eine bedeutend hdéhere 
onentemperatur erhalten kann als bei der ,,paramagnetischen‘‘ Betriebsform 
uit derselben Stromstarke. Diese angenommenen Vorziige miissen aber sehr 
suer erkauft werden, da man mit sehr starken Magnetfeldern arbeiten mu&. 
ur um an die Schwelle des interessanten Temperaturbereichs heranzukommen, 
1u8 man in sehr groBen Volumina Magnetfelder von etwa 3 - 104 bis 5 - 104 
lersted erzeugen und die hierbei nicht geringen technischen Schwierigkeiten tiber- 
inden. Schwierig ist es auch, das System in diesen Zustand zu versetzen. 

Jie Ergebnisse der magnetohydrodynamischen Theorie, die hier kurz geschildert 
rurden, sind ein gewichtiges Argument zugunsten einer optimistischen Be- 
rertung der Perspektiven der betrachteten Arbeitsrichtung. Es darf aber nicht 
ergessen werden, da8 sie auf einer Schematisierung des physikalischen Bildes 
er Entladung beruhen, bei der uns viele wichtige Einzelheiten entgehen. Die 
argestellte Theorie betrachtet keine Abweichungen vom Gleichgewichts- 
ustand mit einer Wellenlange, die kleiner ist als die Dicke der Skinschicht. 
Jiese k6nnen anscheinend mit den Methoden, die bei den Storungen mit groBen 
Vellenlangen verwendbar sind, nicht stabilisiert werden. 

\uBerdem ist die magnetohydrodynamische Theorie ihrem Wesen nach zur Be- 
andlung solcher kinetischen Effekte nicht geeignet, wie es z. B. der Ubergang 
er Elektronen zur Betriebsform der ununterbrochenen Beschleunigung durch ein 
lektrisches Feld ist. Solche Prozesse kénnen nahe der Grenze der Plasmasaule 
tattfinden, und zwar wegen der geringen Dichte der Materie und der dadurch 
edingten Verringerung der bremsenden Kraft, die die Ionen auf die Elektronen 
usiiben. Siekénnen aber auch im Innernder Saule stattfinden, da in dem Energie- 
pektrum der Elektronen Teilchen mit einer Energie vorkommen, die den 
littelwert erheblich iibertrifft und fiir die die Bedingung des Ubergangs in die Be- 
chleunigungs-Betriebsform auch bei groBen Werten von N erfillt sein kénnen. 
seschleunigte Biindel von Elektronen kénnen bekanntlich Schwingungen ver- 
chiedener Art im Plasma erregen und dadurch den Charakter des Prozesses 
toren. Méglich sind auch andere Arten von Stérungen, die nicht in das einfache 
agnetohydrodynamische Bild hineinpassen, aber eine virtuelle Gefahr fiir die 
rhaltung der Stabilitat der Sdule bedeuten. 

9. Wir gehen nun zur Schilderung der experimentellen Ergebnisse tiber. Im 
rsten Stadium der Versuche werden alle grundlegenden Untersuchungen mit 
-ammern durchgefiihrt, die aus isolierenden Materialien hergestellt worden 
aren (Glas, Quarz und Porzellan). Wegen der starken Gasausscheidung der 
Vande kann man saubere Ergebnisse mit solchen Kammern nur bei verhaltnis- 
14Big hohen Dichten des Fiillgases und fiir Entladungen von nicht sehr groBer 
eistung erhalten. 

ie Untersuchung des Einflusses, den ein konstantes longitudinales Magnetfeld 
uf die Eigenschaften langsamer Entladungen ausiibt, ergab, daf bei langsamem 
tromanstieg im Plasma ebenfalls ein paramagnetischer Effekt stattfindet, der 
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friiher in Arbeiten sowjetischer Physiker tiber Impulsentladungen von kurz 
Dauer festgestellt wurde. Bei kleinen Werten von H, fihrt dieser Effekt zu eit 
Kontraktion der Plasmasaule. Der Einflu8 des longitudinalen Magnetfeldes « 
die Leitfahigkeit des Plasmas erwies sich als schwach. Unabhangig vom #4 
fangsdruck, von der Starke des elektrischen Wirbelfeldes und vom Wert von 
liegt die Leitfahigkeit im Bereich von 1—3 - 10'4 es. Das spricht fur eine niedr; 
Temperatur des Plasmas in Kammern mit isolierenden Wanden. Die Unt 
suchung der Form der Plasmasdule mit Hilfe von sehr schnell folgenden Ki 

aufnahmen und die Analyse der Oszillogramme, die die Anderung der elektrischi 
und magnetischen Parameter der Entladung charakterisieren, bestatigten die 4 
nahme, daB die Prozesse bei kleinem Verhaltnis von H, zu H, deutlich insta 
sind. Mit wachsender Starke des 4uBeren Feldes wird die Entladung stabiler, q 
fiihrt aber zu keiner starken Zunahme der Leitfahigkeit. Um die Stabilité 
bedingungen fiir eine von den Wanden abgeléste Plasmasaule festzustell¢ 
wurde eine Reihe von Versuchen mit geraden Entladungsroéhren durchgefily 
in denen die Entladung nahe der Achse beginnt, um sich dann in der Richtu 
nach den Wanden hin auszudehnen. Diese Versuche bestatigten qualitativ 
Folgerung aus der Theorie, daB die Saule stabil wird, wenn die Ungleichung | 
erfiillt ist. Wegen des groBen Werts der Elektrodenverluste konnte man 
diesen Versuchen aber nicht darauf rechnen, eine hohe Leitfahigkeit des Plasm 
zu erhalten. | 
Ein weiterer Schritt war der Ubergang zu Kammern mit Metallwanden. 
konnte damit rechnen, daB es in solchen Kammern gelingt, das Gas wahrend | 
machtigen Entladungen geniigend rein zu halten. Eine Reihe von groBen 4 
lagen mit metallischen Toroidkammern wurde im Institut fir Atomenergie | 
baut. Bild 9 ist die AuBenansicht einer dieser Anlagen. Sie war dazu bestimmt, E 
ladungen von groBer Stromstarke zu untersuchen, wennsich die Starke des auBey 
longitudinalen Feldes iiber einen ausgedehnten Feldstarkebereich andert. Bild: 
zeigt das Konstruktionsschema der Anlage. Die Entladung findet in einer dich 
Toroidkammer statt, die aus 0,2 mm dickem nichtrostendem Stahl beste} 
Diese Kammer befindet sich innerhalb eines kupfernen Toroidmantels mit ei | 
20mm dicken Wand. Der Kupfermantel hat zwei isolierte Schlitze in eii} 
Ebene parallel zur Torusachse und einen isolierten Schlitz entlang der Mant} 
linie. Die innere diinnwandige Kammer und der Raum zwischen ihr und dij 
Mantel wird durch gesonderte Vakuumsysteme ausgepumpt. Der Durchmes} 
des inneren Querschnitts der Entladungskammer betragt 0,5 m und der mitt | 
Torusdurchmesser 1,25 m. Die Kammer ist der Sekundar-Stromkreis eines Lu 
transformators. Den Primarkreis bilden 20 Windungen einer dicken Kupf} 
schiene nahe der Oberfliche des Mantels. Zur Beseitigung der magnetise 
Streufelder liegt zwischen diesen Windungen und dem Kammermantel |} 
Kupferschirm, der den Mantel umgibt. Die Spulen, die das longitudinale 
erzeugen, wurden unmittelbar auf die Oberfliche des Kupfermantels gewicky 
Die Starke dieses Feldes kann bis auf 12000 Oersted gesteigert werden. 

elektrische Energiequellen zur Speisung des Entladungsstromkreises und 
Wicklung, die das longitudinale Feld erzeugt, dienen Kondensatorbattert 
(Bei maximaler Spannung betragt der gesamte Energievorrat in diesen Batter} 
1,2 Millionen Joule.) Bei den Versuchen, die mit dieser Anlage durchgefit} 
wurden, erreichte die maximale Stromstarke im Gas:400 kA (bei einer 
ladungsspannung von 0,45 kV und einer Starke des longituditalen Feldes 4] 
12000 Oersted). : 
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ie wesentlichen Resultate, die sich auf der ersten Etappe der experimentellen 


mtersuchung von Entladungsprozessen in metallischen Toroidkammern er- 
ben, kann man folgendermaBen formulieren: 


_ Bei Entladungen in Wasserstoff und Deuterium von 3 - 10-4 bis 5 - 10-® Torr 
nfangsdruck und einer Dauer der ersten Halbperiode von 300 bis 1200 fusec 


Bild 10. 
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nimmt die Stromstarke im Maximum annahernd proportional der anfanglich) 
Entladungsspannung zu und hangt nur wenig von der Gasdichte ab. Mit w 
nehmendem H, wichst die Stromstarke zunachst und bleibt dann praktiss 
konstant. Den allgemeinen Charakter der Abhingigkeit des Wertes Dat Vou 
zeigt Bild 11. 
2. Bei kleinen Werten von H, ist die Plasmasdéule von den Wanden abgel6) 
Mit wachsendem H, nimmt ihr Durchmesser zu. Wenn H, > 0,21 max [b) 
wo 6 der Durchmesser der Kammer ist, beriihrt die Plasmasaule die ganze Z 
die Wande. 
3. Die Leitfahigkeit des Plasmas (berechnet unter der Annahme, dab qi 
Strom gleichmaBig tiber den Querschnitt der Saule verteilt ist) kommt 
Versuchsbedingungen mit kleim 
Z Werten von H,, wenn sich die Say 
kontrahiert und von den Wanden 4 
lost, dem Wert 1 - 10% esE nahe. Jj 
Entladungen in starken longitudinal} 
Feldern, wo das Plasma den gang 
Querschnitt der Kammer erfiillt, fa 
die Leitfahigkeit bis auf 1—2.- 1} 
es. | 


muB8B man feststellen, daB die (an Ha 
der Leitfahigkeit bestimmte) Eld 
tronentemperatur bei unseren V 
H suchen anscheinend 15—25 eV my 
tbersteigt. | 
Hieraus folgt, daB die Energieverlul 
auch unter Bedingungen, wo die Pl} 
masaule scheinbar vollstandig von den Wanden isoliert ist, trotzdem sehr gt] 
sind und daB die Temperatur des Plasmas gerade aus diesem Grunde nicht | 
hohe Niveau erreicht, das die Theorie vorhersagt. Der Mechanismus die} 
Energieverluste ist zur Zeit noch nicht klar. Die Ursache, die sie hervorry 
kann entweder die unzureichende Stabilitat der Plasmasaule sein oder das Hf 
dringen von Atomen von Beimischungen, die aus den Kammerwanden | 
dampfen, in das Plasma. 
Diese Folgerungen sind vorlaufige Ergebnisse, da das geplante Programm 
experimentellen Untersuchungen, die an diesen Anlagen mit Metallkammij 
durchgefiihrt werden sollen, erst teilweise ausgefiihrt worden ist. 
In der nachsten Zeit werden die Bemiihungen vor allem darauf gerichtet sé 
Bedingungen herzustellen, die es gestatten, den schadlichen Einflu8 von Hf 
mischungen auf die im Plasma stattfindenden Prozesse stark herabzusetzen. 


Bild 11. 


lll. Magnetfallen 


§ 10. Der Ausdruck ,,Magnetfalle“ ist ganz allgemein auf jede beliebige 
richtung anwendbar, durch die sehr hohe Temperaturen erreicht werden kén 
und die auf dem Prinzip der magnetischen Warmeisolierung beruhen. Wir hal 
es aber fiir zweckmaBig, den Anwendungsbereich dieses Austnucks einzuen}} 
und ak nur zur Bezeichnung von Systemen einer bestimmten Klasse zu Wf 
wenden. 
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In den Vorrichtungen, die wir bisher behandelt haben, kam die Hauptrolle 
beim Festhalten des erwirmten Stoffes dem Strom zu, der im Plasma flieBt 
und mit Hilfe duBerer Spannungsquellen unterhalten wird. Das bedeutet, daB 
sich die Teilchen in solchen Anlagen mit Hilfe des von ihnen selbst erzeugten 
Magnetfeldes sozusagen ,,aneinander festhalten‘‘. Die auBeren Magnetfelder 
erfillen in diesem Fall die Hilfsfunktion eines Heilmittels im Kampf gegen 
Instabilitaten. In Systemen mit starkem Plasmastrom hat der hydrodynamische 
Druck p die GroBenordnung H?/8z, und die Folge davon ist eine starke Riick- 
wirkung des Plasmas auf die Verteilung des Magnetfeldes, durch die dann eine 
Reihe von charakteristischen Instabilitaten entsteht. 


Zum Unterschied von den Anlagen dieser Art wollen wir solche Systeme als 
Magnetfallen bezeichnen, bei denen die Funktion, das Plasma festzuhalten, 
vollig den a4uBeren Feldern auferlegt ist und die Plasma-Leitungsstréme keine 
entscheidende Rolle spielen. In Magnetfallen sind daher Verhaltnisse méglich, 
bei denen 87 p/H? klein gegen eins ist, wo also das verdiinnte Plasma keinen 
wesentlichen EinfluB auf das auBere Magnetfeld ausiibt. 


Ks sind verschiedene Verfahren méglich, um in Magnetfallen Materie zu er- 
halten, die auf sehr hohe Temperatur erhitzt ist. Eins dieser Verfahren besteht 
darin, daB das magnetische System von auBen her mit schnellen Ionen gefiillt 
wird, die aus einer leistungsfahigen Beschleunigungsanlage injiziert werden. Ein 
anderes Verfahren besteht darin, daB die Falle mit Plasma gefiillt wird und daB 
dann durch dynamische Magnetfelder oder durch ein elektromagnetisches Feld 
von hoher Frequenz eine Erwarmung dieses Plasmas stattfindet. Es sind auch 
Methoden méglich, bei denen man unmittelbar innerhalb der Falle schnelle 
Ionen erhalt, indem man die Ionen aus dem in die Falle gespritzten Plasma 
durch ein konstantes oder veranderliches elektrisches Feld beschleunigt. 


Das natiirlichste Verfahren, an das Problem der Magnetfallen heranzugehen, 
besteht darin, da man zuerst die Aufgabe analysiert, die Bewegung eines 
einzelnen Teilchens in einem duBeren Felde zu begrenzen und erst dann, wenn 
man eine befriedigende Losung dieser Aufgabe gefunden hat, das Verhalten 
einer groBen Zahl von Teilchen zu untersuchen, wie sie das Plasma bilden. 
Dieses Verfahren ist trotz seiner offensichtlichen Mangel sehr anschaulich, und 
man kann damit auBerdem auf der ersten Etappe die Schwierigkeiten bei der 
Aufstellung einer genauen Theorie vom Verhalten des Plasmas in Feldern von 
komplizierter Konfiguration umgehen. 

Die Frage, ob es méglich ist, eine solche Magnetfalle zu konstruieren, die, wenn 
auch nur im Prinzip, praktisch realisiert werden kann, beschaftigte viele so- 
wjetische Physiker. Den Ansto8 zur Erérterung dieser Frage gab eine Arbeit 
von A. D. SACHAROV und I.E. Tamm. Sie legten 1950 das erste konkrete 
Modell eines magnetischen thermonuklearen Reaktors vor. Bei dieser Variante 
schlugen sie vor, verdiinntes Deuterium zu ionisieren und zu erhitzen. Das 
Deuterium erfiillt eine Toroidkammer, in derem Inneren mit Hilfe einer auf 
ihre AuRenfliche gewickelten Spule ein starkes longitudinales Magnetfeld 
erzeugt wird. Ein solches System besitzt aber, wenn man es als Prototyp einer 
Magnetfalle betrachtet, einen prinzipiellen Mangel. In dem inhomogenen Feld 
einer Toroidkammer mu8 jedes Teilchen eine Driftbewegung ausfiihren, die 
senkrecht zu den Kraftlinien des Feldes gerichtet ist und dadurch ihr Ende 
findet, daB das Teilchen an die Kammerwande st68t. Diesem Umstand wandten 
die Urheber des Generator-Toroidmodells ihre Aufmerksamkeit zu und schlugen 
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weiterhin vor, das Magnetfeld des Plasmastroms zur Aufhebung dieser Drif 
zu verwenden. | 
Die weitere Arbeit in dieser Richtung bestatigte die Fruchtbarkeit der Ausgangs 
idee, nachdem man mehrere Klassen von Magnetsystemen gefunden hatte 
mit deren Hilfe man Teilchen in einem begrenzten Raumgebiet einsperren kanr 
Dadurch eroffneten sich weite Perspektiven fiir die experimentelle Ausarbeitun 
von Magnetfallen verschiedener Art. Es ist hervorzuheben, da8 das verlockendst 
Ziel — die Erfindung einer idealen Falle, die alle Teilchen unabhangig vo) 
ihrer Bewegungsrichtung festhalt — noch nicht erreicht worden ist, und daB di 
Frage, ob es méglich ist, ein solches System zu konstruieren, einstweilen no c 
offen bleibt. 


Bild 12. 


§ 11. Die bis jetzt untersuchten konkreten Varianten von Magnetfallen kan 
man in zwei Hauptklassen einteilen: 
1. Fallen mit magnetischen Pfropfen; 
2. Fallen mit begrenzter Drift. 

Die theoretische Untersuchung der Systeme vom ersten Typ begann G. | 
BUDKER im Jahre 1953. In diesen Systemen wachst das Magnetfeld langs d | 
Kraftlinien zu beiden Seiten eines gewissen mittleren Gebiets, in dem der We} / 
von# ein Minimum besitzt (Bild 12). Teilchen, deren Geschwindigkeitsvektor eing 
nicht zu kleinen Winkel mit der Richtung der Kraftlinien bildet, werden, we 
sie in das Gebiet des starkeren Feldes geraten, reflektiert und eine daher ia de3 
magnetischen System eingesperrt. Wir wollen der Einfachheit halber annehme} 
daB das Feld im mittleren Gebiet homogen ist. Die Feldstarke mége hier gleid 
H, sein und die maximale Feldstirke an den Verdichtungsstellen der Kraft 
linien (den ,,magnetischen Pfropfen™ ) gleich H,,. Wenn unter diesen Bedingungef 
der Geschwindigkeitsvektor eines Teilchens, das sich im Gebiet des homogend 
Feldes befindet, “innerhalb eines der Kegel liegt, die durch die Bedingung | 


|sin «|< ee 
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bestimmt sind, so fliegt es bei seiner weiteren Bewegung durch das Gebiet d 
maximalen Feldes hindurch und geht verloren. Liegt die Anfangsgeschwindigke 
aber auBerhalb dieser Kegel, so wird das Teilchen eingesperrt. \ 
Wir wollen annehmen, man beabsichtige, mit Hilfe einer Magnetfalle dij 
betrachteten Art einen thermaonuldesned Generator zu bauén. Dann erhebt si 
sofort die Frage, welche Rolle die ZusammenstéBe zwischen den Teilchen spiele} 
Offensichtlich gentigt ein einziger ZusammenstoB, um den Geschwindigkeiti} 
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vektor des Teilchens in die Zone der Richtungen zu bringen, fiir die das Aus- 
liegen méglich ist. Daher ist die Lebensdauer der Teilchen in dem Plasma, das 
ine Falle mit magnetischen Pfropfen fiillt, gréBenordnungsmafig gleich der 
lurchschnittlichen Zeit zwischen zwei Coulomb-Zusammenstéf&en der Ionen. 
Damit die Energieentwicklung durch thermonukleare Reaktionen in einem 
solchen System die Energieverluste kompensieren kann, die durch das Fort- 
liegen schneller Teilchen infolge der Coulomb-ZusammenstéBe bedingt sind, 
muB die Bedingung 
OnWn ~ OckT 


rfiillt sein. Darin ist o, der effektive Querschnitt der Kernreaktion, og der 
ffektive Querschnitt fiir Coulomb-ZusammenstéBe und W,, die bei einem Ele- 
mentarakt der Kernsynthese freigesetzte Energie. 

Mit Hilfe dieser Bedingung kann man die minimale Temperatur abschatzen, 
oei der der thermonukleare Generator anfangt, tiberschtissige Energie zu produ- 


Bild 13. Bild 14. 


jeren. Bei einem DT-Gemisch hat sie die GroBenordnung von einigen zehn 
Kilovolt und fiir reines Deuterium von 1 MeV. Ks ist anscheinend also aus- 
yeschlossen, in solchen Systemen ftir praktische Zwecke reines Deuterium zu 
rerwenden. Das wird auch durch genauere Berechnungen bestatigt, bei denen 
10ch andere Arten von Verlusten beriicksichtigt werden (die Bremsstrahlung 
ind Betatron-Strahlung schneller Elektronen). 

Theoretische Untersuchungen itiber die Stabilitat des Plasmas in Magnetfallen 
nit Pfropfen, die im Institut fiir Atomenergie ausgefiihrt wurden, ergaben, da} 
s Storungen des Gleichgewichtszustandes gibt, die an und fiir sich nichtstabili- 
iert werden. Die Anisotropie des Drucks im Plasma und die starke Abweichung 
ron der Maxwell-Verteilung fiir die hinzukommende Geschwindigkeit der 
feilchen lings der Kraftlinien sind weitere Ursachen fiir die Instabilitat in 
Systemen vom betrachteten Typ. 

Jas Auftreten gewisser Arten der Instabilitat hangt wesentlich mit der Geo- 
netrie des Magnetfeldes in den Fallen zusammen. Daher sind auch Falle méglich, 
vo die Storungen einer bestimmten Art in Fallen mit der einen Form des Feldes 
tabilisiert werden, in Fallen anderer Art dagegen zunehmen. So kann z. B. eine 
ler gefahrlichen Arten der Instabilitat in solchen Systemen entstehen, bei denen 
lie 4uBere Grenze des Plasmas eine negative Kriimmung aufweist (Bild 13). 
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An den Stellen mit negativer Kriimmung kann das Plasma in Form einzeln¢ 
Zungen senkrecht zu den Kraftlinien ausflieBen. Diese Art von Instabilitat is 
in Systemen mit positiver Krimmung der Kraftlinien (Bild 14) wahrscheinlic| 
nicht zu beobachten. 
Mit zunehmendem Wert des Verhaltnisses p/H? nimmt die Gefahr von seites 
aller Hauptarten der Instabilitat stark zu. Wenn die Fallen mit magnetische 
Pfropfen auch keinen praktischen Wert haben werden, so wird es daher doc 
gelingen, eine physikalische thermonukleare Reaktion bei kleinem Wert va 
82 p/H? in ihnen zu demonstrieren. 

Die experimentelle Untersuchung einer Falle mit magnetischem Pfropfen wurd 
vor einigen Jahren im Institut fiir Kernenergie in Angriff genommen. Das ers 
experimentelle System wurde gebaut, um damit die Anreicherung von schnelley 


- Plasmaquelle 
- Plasmabundel 
Gebret des starken elektrischen Feldes 
Gebiet der Bewegung schneller Jonen 


SW ro~»x 
' 


Bild 15. 


tische Feldstarke betragt im mittleren Teil 8500 Oersted und in den Pfropfif 
12000 Oersted. Mit Hilfe von Titan-Pumpen wird das Vakuum bei arbeitend} 
Tonenquelle auf einem Niveau von 10-7? Torr gehalten. Zur Beschleunigung 6 
Ionen wird zwischen der Plasmasiule und der seitlichen Kammerwand eil 
Spannung von 40 kV angelegt. Hauptziel dieser Versuche ist es, die Lebea| 
dauer der schnellen Ionen bei verschiedener Konzentration im Volumen 4 


Tonen an Hand der Geschwindigkeit bestimmen, mit der ihre Konzentrati 
im Volumen nach plotzlichem Abschalten der Beschleunigungsspannung ¢ 
nimmt. ten 
Aus den Ergebnissen der ersten Versuche kann man den SchluBwiehen, daB ¢ 
Plasma mit schnellen Ionen in einem solchen System etwa einige Millisekund 
ang existiert. Diese Zeitdauer wachst mit hdherem Vakuum und gréBerem H/| 
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Im Sommer 1958 wurde im Institut fiir Atomenergie der Bau einer groBen 
experimentellen Anlage mit magnetischen Pfropfen beendet. An dieser Anlage 
werden Untersuchungen iiber eine Injektion der Teilchen von auBen durch- 


Bild 16. 
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<—Magnet der Quelle 


Zur Pumpe 


Magnetischer Kanal Schieber t Elektrode(-75 kV) 
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Bild 17. 
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gefiihrt. Zur Anreicherung der D*-Ionen wird die Dissoziation von Molekiil, 
ionen D ausgenutzt, die aus einem Injektor in den mittleren Teil der Falle 
eingespritzt werden. Die Molekiilionen werden entweder beim ZusammenstoB 
mit den Molekiilen und Atomen des Restgases dissoziiert oder bei der Wechsel- 
wirkung mit den Ionen des verdiinnten Deuteriumplasmas, das vorher im 
Kammervolumen erzeugt wird. Bild 17 gibt den Aufbau der beschriebene 

Anlage schematisch wieder. Die Mittelpunkte der Pfropfen haben einen Abstand) 
von 12m. Der innere Durchmesser der Vakuumkammer betragt 1,4 m. Die 
Feldstarke kann im mittleren Teil bis auf 5000 Oersted gebracht werden und i 
den Pfropfen bis auf 8000 Oersted. Um ein intensives Biindel von D}-Ionen zu 
erhalten, verwendet man einen Lichtbogen mit transversalem Magnetfeld. Die} 
durch eine Spannung von 200 kV beschleunigten D3-Ionen werden mit Hilfe 
eines Systems von elektrischen und magnetischen Feldern fokussiert und in die 
Magnetfalle gelenkt. Man nimmt an, da8 man den Strom der Dj-Ionen, die in 
den Vakuumraum der Kammer eintreten, wenn das ganze System richtig 
funktioniert, bis auf zehntel Ampere gesteigert werden kann. Man darf hoffen,| 
daB die Konzentration der Dt-Ionen im Volumen der Falle bei diesem Wert des 
injizierten Ionenstroms 10! erreicht. 


Bild 18. 


Es begann auch die experimentelle Untersuchung von Systemen mit einer Feld 
geometrie, wie sie Bild 14 zeigt. Diese Form des Feldes ist in mehrfacher Hin} 
sicht interessant: Wir wiesen oben schon darauf hin, daB man in diesem Fall} 
insbesondere hoffen kann, einen héheren Stabilisierungsgrad des Plasmas| 
gegentiber gewissen Arten von Storungen zu erreichen. i) 
§ 12. Fir die Suche nach magnetischen Systemen, die die Rolle von Magnet} 
fallen tibernehmen kénnen, gibt es noch einen etwas anderen Weg. Die Haupt] 
aufgabe besteht hierbei darin, Bedingungen ausfindig zu machen, bei denen did 
Teilchen durch die Driftbewegung in dem inhomogenen Feld nicht iiber diél 
Grenzen eines bestimmten réumlichen Gebiets hinausgefiihrt werden. Bild 1% 
und 19 geben Magnetsysteme wieder, die man zur Demonstration zweier még} 
licher Methoden betrachten kann, durch die man an die Lésung der genanntet} 
Aufgabe herankommt. In den Systemen des Bildes 18 ist das Magnetfeld lang} 
des geradlinigen Abschnitts ,,onduliert‘‘ worden (durch ungleichmaBige Wic | 
lung auf der Oberflache der Kammer). Ein Teilchen, das sich in einem derartiges| 
inhomogenen Felde bewegt, fiihrt eine Drift-Dreh- Bewegung, aus, und sein¢ 
Bahn windet sich daher um die axiale Kraftlinie des FeldesY * ‘~* 
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Bahnen auf den langen geradlinigen Abschnitten den Einflu8 der gerichteten 
Drift in den Verbindungsstiicken aufhebt. 

Als Beispiel fiir eine andere Methode, bei der die Drehung der Kraftlinien selbst 
zur Begrenzung der Drift ausgenutzt wird, sei das System von Bild 19 genannt. 
Ks stellt einen Torus dar, der in der Weise deformiert ist, daB er einer Acht 
ahnlich wird. 

An beiden hier aufgefiihrten Systemen kann man leicht dieselben Mangel fest- 
stellen wie bei den Fallen mit Pfropfen. Sie halten nur solche Teilchen fest, bei 
denen der Geschwindigkeitsvektor in einem bestimmten Bereich von zulassigen 
Richtungen liegt. Teilchen mit kleiner longitudinaler Geschwindigkeit, die sich 
innerhalb des krummlinigen Zwischenstiicks befinden, geraten infolge der Drift- 
bewegung an die Wandung, bevor sie iiber die Grenzen dieses Zwischenstiicks 
hinausfliegen kénnen. 


Bild 19 


Durch die Weiterentwicklung der geschilderten Prinzipien zur Kompensation 
der Drift (Ondulieren des Feldes und Zusammendrehen der Kraftlinien) kann 
man anscheinend aber zu Magnetsystemen kommen, in denen der Bereich 
der Richtungen, nach denen ein Ausfliegen des Teilchens méglich ist, so stark 
verringert wird, daB diese Systeme nach ihren EKigenschaften idealen Magnet- 
fallen nahekommen. 

Die oben betrachteten Methoden zur Herstellung von Magnetfallen beruhen 
auf der Verwendung von konstanten oder sich mit der Zeit langsam andernden 
Magnetfeldern. 'Theoretische Untersuchungen zeigen, daf auch mannigfaltige 
Moglichkeiten bestehen, das Plasma mit Hilfe hochfrequenter elektromagneti- 
scher Felder festzuhalten und zu isolieren. Der Ausdruck. ,,hochfrequent“ 
bedeutet im vorliegenden Fall, daB es sich um Felder mit Schwingungsperioden 
handelt, die bedeutend kleiner sind als die charakteristischen Zeiten, die das 
Verhalten des Plasmas bestimmen. Das entspricht einem Frequenzbereich von 
einigen zehn Megahertz und dariiber. Die Kraft, die das Plasma in einem solchen 
Felde festhalt, ist schon nicht mehr durch den Momentanwert von H bestimmt, 
sondern durch das mittlere Quadrat wahrend einer Periode. 

Hochfrequente Felder kénnen anscheinend am wirksamsten in Kombination 
mit konstanten Magnetfeldern als Hilfsmittel zur Beseitigung der Energie- 
verluste verwendet werden, die durch Korpuskularstr6me verursacht werden. 
So kann man z. B. hochfrequente elektromagnetische Felder als ,,Pfropfen“ 
verwenden, die alle Teilchen festhalten, die aus dem Gebiet des starken kon- 
stanten Feldes langs der Kraftlinien fortfliegen wollen. 

DaB es méglich ist, das Plasma mit Hilfe einer solchen Kombination von Feldern 
festzuhalten, wurde im Institut fiir Atomenergie an einer Anlage von kleineren 
Abmessungen experimentell bestatigt. Die praktischen Aussichten, Hochfre- 
quenzfelder zum Isolieren des erwirmten Plasmas zu verwenden, scheinen 
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gegenwartig wegen des sehr groBen Energieaufwandes zum Aufrechterhaltey 
solcher Felder sehr ungiinstig zu sein. Die Untersuchung verschiedener Vari 
anten hochfrequenter Warmeisolierung ist aber von groBem Interesse. 
Hochfrequente elektromagnetische Felder kénnen auch zur Erwarmung de} 
Plasmas Verwendung finden. Das gréBte Interesse in dieser Richtung bea 
spruchen jetzt die Untersuchungen dariiber, ob es méglich ist, die Ionen-Zyklo 
tron-Resonanz auszunutzen. Die Untersuchungen auf diesem Gebiet, die in de: 
UdSSR durchgefiihrt werden, wurden in einem Bericht behandelt, den dai 
Physikalisch-Technische Institut der Ukraine 1958 auf der Genfer Konferen) 
erstattete. 


Schlu8 


In seiner Ansprache auf der Ersten Genfer Konferenz iiber die friedliche Anwe 
dung der Atomenergie sagte der Prasident der Konferenz Dr. HOMIBHABHA: 
, Die historische Periode, in der zur Versorgung der Energieanlagen Atomenergij 
verwendet werden wird, die bei Spaltungsprozessen freigesetzt wird, mag i} 
Zukunft vielleicht als die primitive Periode des Atomzeitalters erscheinen. Ej 
ist bekannt, daB man Atomenergie auch durch Verschmelzungsvorgange exj 
halten kann wie in der Wasserstoffbombe. Es gibt zur Zeit keine prinzipielle¥ 
wissenschaftlichen Griinde dafiir, es als unméglich anzusehen, da8 diese Energi 
in kontrollierter Weise aus Verschmelzungsprozessen gewonnen werden kann} 
Die technischen Schwierigkeiten sind riesig groB. Man denke aber daran, da 
es noch nicht fiinfzehn Jahre her ist, seitdem FERMI in einem Atomkessel zur} 
erstenmal Atomenergie erhielt. Ich wage vorherzusagen, daB die Method 


1) 


Brennstoffvorréte werden so iiberreich sein wie die Vorrate an Deuterium if 


Augen abzuzeichnen, auf das sich die Methoden zur Lésung des Problems dé 
gesteuerten synthetischen Reaktionen stiitzen miissen. Sie sind die Resultat| 
zahlreicher theoretischer Untersuchungen und experimenteller Entwicklungea} 


Landern der Welt durchgefiihrt wurden. Sie wurden zum erstenmal Gegenstan} 
einer offenen Aussprache im internationalen MaBstab, und darin besteht wohl d¢| 
wichtigste Schritt, der auf dem Wege zur Lésung des uns interessierenden Pr¢| 
blems getan wurde. Nach seiner Bedeutung ist er wesentlicher als die Ergebniss} 
der einzelnen Untersuchungen, die uns dem Endziel bis jetzt erst wenig nahi 
gebracht haben. 
Wir wollen hinsichtlich der Einschatzung der Perspektiven unserer Arbe 
nicht dem Pessimismus verfallen, diirfen aber doch nicht die schwer zu tibe} 
windenden Hindernisse unterschatzen, die den Weg zur gesteuerten therm! 
nuklearen Synthese versperren. Die Hauptursache dieses Hindernisses beste 
letzten Endes darin, da8 sich in einer so leichten Substanz, wie es.das verdiinn}} 
Plasma ist, jede beliebige auftretende Instabilitat mit riesiger, Geschwindigke} 
entwickelt. Es ist schwierig, eine automatisch arbeiteride ‘Worrichtung 2 
schaffen, die die verschiedenen Abweichungen vom Gleichgewichtszustand schn¢ 
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ampfen kénnte. Die radikale Lésung scheint daher die Erfindung eines Systems 
u sein, in dem alle Arten von Instabilitaét im voraus beseitigt werden. 

Jie Lésung dieser Aufgabe wird wahrscheinlich dann leichter sein, wenn die 
viickwirkung des Plasmas auf das Magnetfeld gering ist, d. h., wenn p < H?/87z. 
‘ehren wir zu der allgemeineren Einschatzung der Lage zuriick, so konnen wir 
agen, daB bei dem Problem der gesteuerten synthetischen Kernreaktionen noch 
eine der bekannten Ideen schon einen entscheidenden Vorzug vor den anderen 
rkennen lief. Daher miissen die Untersuchungen der nachsten Etappe auf 
iner méglichst breiten Front entwickelt werden. 

Jie wichtigste Bedingung fir den erfolgreichen Verlauf dieser Untersuchungen 
st es, daB die internationale wissenschaftliche Zusammenarbeit, deren Anfang 
ie Genfer Konferenz bildete, beibehalten und weiterentwickelt wird. Das 
roblem der thermonuklearen Synthese erfordert zu seiner Lésung eine maxi- 
nale Konzentration der geistigen Anstrengungen sowie die Mobilisierung von 
ehr betrachtlichen materiellen Hilfsmitteln und einer komplizierten Technik. 
Jas Problem ist gewissermaBen speziell dazu geschaffen, Gegenstand einer 
ngen Zusammenarbeit der Wissenschaftler und Ingenieure der verschiedenen 
,inder zu werden, die nach einem koordinierten Programm arbeiten und standig 
ie Ergebnisse ihrer Berechnungen, Versuche und technologischen Entwick- 
ungen miteinander austauschen. 

dine Vereinigung der Untersuchungen tiber das Problem der gesteuerten synthe- 
ischen Reaktionen im internationalen MaBstab wird die Zeit, die wir brauchen, 
im zum gewiinschten Ziel zu gelangen, ohne Zweifel erheblich abkiirzen. 


Ubersetzt von F. Bartels. 


A. F. JOFFE 
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Das Werk ist eine Einfiihrung in das erst seit drei Jahrzehnten entwickelte 
Gebiet der Halbleiterphysik. Die groBe Bedeutung, die die Halbleiter fir die 
standig fortschreitende Technik besitzen, erfordert die Kenntnis dieses wich- 
tigen Teilgebietes der Physik. 

Der Verfasser beschrankt sich dabei nicht auf die rein elektronischen Vor- 
gange im Halbleiter, sondern behandelt auch die Physik des Kristallgitters. 
Ausfibrlicher als iiblich geht er bei den festen Elektrolyten auf Ionenleitung 
und -diffusion ein. Er erértert die Theorie der Metalle und gibt einen Uberblick 
iiber die typischen Halbleitereigenschaften. Ferner stellt er die Grundlagen 
der Quantentheorie des Halbleiters dar und die physikalischen Vorgange in 
den Halbleitern. Hierbei behandelt er nicht nur den Themenkreis: elektrische 
Leitfahigkeit, Beweglichkeit usw., sondern diskutiert auch die thermischen 
Eigenschaften und ihren EinfluB, den sie auf die fiir theoretische Aussagen 
und praktische Anwendungen sehr wichtigen thermoelektrischen Effekte 
ausiiben. Ebenso werden die magnetischen Effekte, insbesondere die Zyklo- 
tronresonanzen und die in der Halbleiterphysik iiblichen Mefmethoden 
beschrieben. AbschlieBend wird eine Ubersicht iiber die verschiedenen Halb- 


leitermaterialien gegeben. 
Bestellungen durch eine Buchhandlung erbeten 
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Einleitung 


In den folgenden Ausfiihrungen behandeln wir das Problem der Gewinnur, 
von Naherungslésungen der schwachen und der starken Kopplung beim CHE 
Low-Formalismus. Zu diesem Zweck untersuchen wir zunachst den bisherig¢ 
CHEW-Low-Formalismus fiir den Fall der geladenen skalaren Theorie unt 
diesem Blickwinkel und diskutieren eine Reihe von Gesichtspunkten, die si¢ 
hierzu aus vorangegangenen Arbeiten verschiedener Autoren (SERBER u. LE 
[SE 56], CASTILLEJO, Datitz u. Dyson [Ca 56] und GOEBEL [GO 58]) tb) 
den CHEw-Low-Formalismus in seiner bisherigen Form fiir den Fall der g 
ladenen skalaren Theorie und die Giltigkeitsbegrenzung der dabei durc} 


i 


gefiihrten Ein-Meson-Naherung sowie deren Erweiterung entnehmen lasse} 
Zuletzt berichten wir dann iiber die Méglichkeit, die Feldaufspaltungsmetho¢ 
der Darstellungen der starken Kopplung [J 59a] zur Gewinnung von Nahy 
rungslésungen vom Grenzfall g > oo her zu verwenden [J 596]. Der Einfachhe 
halber werden diese Untersuchungen am Fall der geladenen skalaren Theon 
durchgefiihrt, wie es auch in den Arbeiten [SE 56, Ca 56], [Go 58] und [J 59 
geschehen ist, in der Erwartung, da8 dadurch auch die Gesichtspunkte, die ff 
den von CHEW und Low behandelten, physikalisch wichtigeren Fall der syn 
metrischen pseudoskalaren Theorie wesentlich sind, leichter zuganglich werde} 
Die Problemstellung fiir diese Untersuchungen ist dabei folgende: | 
Die Beschreibung spezieller Probleme der Quantenfeldtheorie mittels des HAMI 
TON-Formalismus bzw. mit Hilfe von Feldgleichungen hat bisher in der math 
matischen Konsistenz wie in der Loésungstechnik immer zu groBen Schwier 
keiten gefiihrt (siche R. HAAG [H 55], LEHMANN, SYMANZIK und ZIMME4 
MANN [L55], G.KALLEN [K 57] und G.KALLEN und H. WILHELMssq 
[K 58]). Man hat sich daher in der letzten Zeit bemiiht, statt dessen Gleichungy 
aufzustellen, die nur die S-Matrix-Elemente enthalten, in denen ja nur q 
beobachtbaren physikalischen Zustande vorkommen.Kine Darlegung der Gru 
prinzipien hierzu wurde von Haac [H 5d] gegeben, und ein allgemein giiltigg 
nur die Grundprinzipien voraussetzender Formalismus von LEHMANN, SYMA 
ZIK und ZIMMERMANN [L 45, 57] (siehe weiter EKSTEIN [E 56], GLAS 
LEHMANN und ZIMMERMANN [GL 57], Haac [H 47a, 58], SYMANZIK [S 9} 
NIsHIJIMA [N 47, 58], LEHMANN [L 58], ZIMMERMANN [Z 988]) entwickelt. UI 
bei entsteht das Problem, in die zunachst noch sehr allgemeinen Integr! 
gleichungssysteme zwischen den S-Matrixelementen, diejenigen Information) 


hinein zu geben, die sonst in der speziellen Wahl des Kopplungstermes des 


dazu dann ein passendes Lésungsverfahren entwickeln. 
Bei ibrer speziellen Behandlung der 2-Meson-Nukleon-Streuung im Energy 
bereich der 1. Resonanzstelle haben CHEW und Low [C 56] fiir die pseud} 
skalare Mesontheorie bzw. fiir den Fall der geladenen skalaren Theorie SERB}} 
und LEE [SE 46], diese Probleme fiir ein bei niedrigen Energien genahert giil] 
ges Modell noch in enger Anlehnung an den entsprechenden HAMILTON-Ope}| 
tor unter Zugrundelegung der von Low und Wick [Lo 55 und WI 45] ef} 


um so besser wiirde, je kleiner die Kopplungskonstante gewahlt werden kénnij 
wihrend sich ihr Naiherungscharakter fiir gréBer werdende*‘Kopplungskonstar 
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ntwickelte Lésungsverfahren der Methode der schwachen Kopplung und es 
rgibt sich das Problem, die Methode der starken Kopplung im Rahmen des 
/HEW-LOW-Formalismus durchzufiihren, und damit auch den Zusammenhang 
wischen den Nukleonisobaren der Methode der starken Kopplung und der 
-Meson-Nukleon-Resonanzstreuung kle- stellen. 

fierzu werden nun in der vorliegenden Arbeit folgende Untersuchungen wieder- 
regeben: 

Jm zu zeigen, von welcher Stelle ab der bisherige CHEW-LOW-Formalismus 
uf die Methode der schwachen Kopplung hin formuliert ist, werden zunachst 
eine wichtigsten Schritte auf ihre Voraussetzungen hin dargelegt (siehe 
feil I, die Abschnitte I 1. und I 2. von Seite 453 bis 463) und die Beschrankung 
uf schwache Kopplung gemaé8 SERBER-LEE [SE 56] in der Ein-Meson-Nahe- 
‘ung im Zusammenhang mit dem Auftreten von stabilen Nukleonisobaren beim 
Jbergang zu groéBeren Kopplungsstarken erkannt [siehe hierzu insbesondere 
lie Ausfiihrungen im AnschluB an Gl. (44) u. (47) auf Seite 459/60 und die Aus- 
tihrungen auf den Seiten 464/65 am Schlu8 von Abschnitt I 2. f)]. 

Daran anschlieBend wird die von GOEBEL [Go 58] unter Verwendung von Er- 
yebnissen von vorhergegangenen Arbeiten zur Methode der starken Kopplung 
WENTZEL [W 40], SERBER und DANCoFF [SE 43], ToMoNnaGa [T 46], KAuF- 
MANN [KA 53], PAIS und SERBER [P 57]) fiir die geladene skalare Theorie 
lurchgefiihrte Alternative zur CHEW-LOw-Ein-Meson-Naherung naher be- 
irachtet, deren Durchfiihrung beim pseudoskalaren Fall entsprechend GoE- 
3ELs eigenen Feststellungen jedoch zu groBe Schwierigkeiten zu bereiten scheint. 
Man kann aber hieran den charakteristischen Unterschied einer von starkerc 
<opplung her entwickelten Naherungslésung — als einer bestimmten Art von 
Mehr-Meson-Naherung des bisherigen CHEW-LOW-Formalismus — zu den Lo- 
sangen der CHEW-LOw-Ein-Meson-Naherung fiir den Fall der geladenen skala- 
‘en Theorie besonders gut studieren und auch einige Schliisse fiir die pseudo- 
kalare Theorie ziehen (siehe Abschnitt I 3. von Seite 465 bis 467. 
intsprechend diesen aus der Untersuchung des bisherigen CHEW-LOw-Forma- 
ismus am geladenen skalaren Fall gewonnenen Erkenntnissen wird dann tiber 
lie Annaherung der Low-Gleichung vom Grenzfall g—> oo her mittels der 
Teldaufspaltungsmethode der Darstellungen der starken Kopplung [J 59a, b] 
yerichtet. Dies ist der méglichst einfachen Entwicklung halber bisher ebenfalls 
ur am Fall der geladenen skalaren Theorie durchgefihrt, so daB der Vergleich 
it dem nur fir die geladene skalare Theorie durchfiihrbaren GOEBELschen 
Terfahren angestellt werden kann. Fir die Durchfiihrbarkeit an den kompli- 
jerteren Fallen der symmetrischen pseudoskalaren Theorie sind jedoch der- 
rtige Schwierigkeiten wie beim GOEBELschen Verfahren nicht zu sehen. 


I. Der bisherige CHEw-Low-Formalismus 


1. Ausgangsgleichungen 
. a) Modell 


ir die Durchfiihrung ihres Verfahrens zur Behandlung der z-Meson-Nukleon- 
reuung im Energiebereich der experimentell bei einer kinetischen Mesonen- 
ergie von ca. 185 MeV im Laborsystem gefundenen ersten Resonanzstelle 
aben CHEW und Low das gendherte Modell eines vorgegebenen Nukleons, 


s*? 
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das unter Vernachlassigung seines RiickstoBes mit einem pseudoskalare; 
n-Mesonfeld gekoppelt ist, zugrunde gelegt. Fir unsere Zwecke haben wii 
um die Methoden der schwachen und der starken Kopplung zunachst a 
einem méglichst einfachen Beispiel vergleichen zu konnen, das vorgegebe 
Nukleon unter Vernachlassigung seines RiickstoBes nur an ein skalares gy 
ladenes Mesonfeld gekoppelt, wie es in den Untersuchungen von SERB ot 
und LEE [Se 56], CASTILLEJO, DALITZ und Dyson [Ca 56] und GOEBEL [GO 5) 
zum CHEW-LOW-Formalismus, sowie von WENTZEL [W 40], SERBER un 
DANCOFF [Se 43], Tomonaca [T 46], KAUFMANN [Ka 53] und Pals und SERBH 
[P 57] zur Methode der starken Kopplung geschehen ist, wobei die neutral¢ 
Mesonen fortgelassen sind und iiberall nur zweikomponentige Vektoren 1 
Isospinraum betrachtet werden, die in der zur Ladungsachse senkrecht¢ 
Ebene liegen. Demgema8 lautet also der HAMILTON-Operator im Impuisraur 


1 
rr S [ (be Dok + €2Gek Tex} dh + Oe Dice fea) dor dk 
Q Q ® 


— 


) 
mit den kanonisch konjugierten Variablen qx und p,x des Mesonfeldes, fiir q 


gilt: 


——— 


i [Dork’ Tor] = Oe’ e O(K’ — k); [pork’s Pokl = [Qe'R’» Gor] = 0, 

e2 = k2 4 x? i 

und | 
Gar = de-ki Pok = Po-k> | 
letzteres wegen der Hermitizitat der zugehérigen Operatoren im Ortsrau 


ferner mit der FOURIER-Transformierten 4 (bj) | K(r) et") dr der Que 
funktion K (1), die gemaB | 


00) = [K(r)dr=1 


normiert ist, und mittels der der Ubergang zur Punktquelle durch | 
K(r) > 6(r); v(k) — const = 1 | 


beschrieben wird; und mit dem Isospinoperator Tt, des nackten Nukle} 


(PAULI-Matrizen). | 
Der Vektorindex 9 durchlauft iiberall nur die Zahlen 1 und 2, da wir | 


geladene Mesonen betrachten wollen. Demgema8 kommt der Ladungsoperatoy 
des nackten Nukleons in H nicht vor, sondern nur im Gesamtladungsoperato} 
welcher lautet: | 


1% 
I= (Mk Pok — Wok Pik) dk + 7 : 


Die Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren fiir das Mesonfeld erhalten | 
gemaB: 


g \'/a eee 
agk = @ Gor — (28) i Pon: 


An Stelle der vorstehenden vektoriellen Schreibweise beziigtich des Isos} 
raumes wollen wir auch haufig die auf das Ladungsvorzeichen bezogene Schr 
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weise verwenden. De .in sind | 
ae = —= (Gin + tden (9) 
die Erzeugungsoperatoren der positiven und negativen Mesonen und 
+ d ; 
neg og (t, + tT) (10) 


vermehren oder vermindern die Nukleonladung um eine Einheit. Der Kopplungs- 
term des Gesamthamiltonoperators Gl. (1) lautet in dieser Schreibweise: 

gf vlk) 
Qa} els 


He {tt (dk& + Gn*) + > (Gi* + Gj)} dk. (11) 


b) S-Matrix 


Der Ausdruck fiir die S-Matrix ergibt sich nun fiir das hier besprochene Modell 
entsprechend WICK [WI 55] folgenderma8en (siebe hierzu auch LIPPMANN u. 
SCHWINGER [LI 50], PIRENNE [PI 52], CHEW u. GOLDBERGER [C 52], GELL- 
MANN u. GOLDBERGER [GE 53], Haac [H 55], LEHMANN, SYMANZIK u. 
ZIMMERMANN [L 45], CHEW u. Low [C 56], DE WiTT [WIT 55], EKSTEIN [E 56] 
HAAG [H 57], KANKI [KAN 57], JAUCH [JAU 57/58], HAAG [H 58],NISHIJIMA 
[N 58] und BRENIG und HaAac [B 59)): 

Asymptotisch finden wir die aus dem Gesamthamiltonoperator [GIl. (1)] fol- 
genden physikalischen Teilchen ohne Wechselwirkung untereinander als freie 
Teilchen vor. Der ihnen zuzuordnende Zustandsvektor werde mit ®y bezeichnet, 
besitze die Hnergie Hy und beschreibe diese Teilchen im Zustand der ebenen 
Wellen. Dann lassen sich zu jedem ®y mit der Energie Hy folgende zwei Higen- 
zustande yy und vy} des Gesamthamiltonoperators H zum Eigenwert Ey zu- 
ordnen: Der Zustand 


an = Dy + 9N, (12) 


dessen Streuwellenanteil gy nur auslaufende Streuwellen enthalt und fir den 
PD, den einlaufenden Anteil bildet, und der Zustand 


an = Py + 97> (13) 


bei dem gy nur einlaufende Kugelwellen enthalt und ®y den auslaufenden 
Anteil bildet. 
Aus 
(H — By) x$ =0 (14) 
folgt dann 
gy = — (H — Ey F ta)* (H — Ey) ®y, (15) 
wobei durch den infinitesimalen Zusatz --ia der einlaufende oder auslaufende 
Sharakter des Streuwellenanteils ON in der bekannten Weise beschrieben wird, 
ind es ist: 
1 1 
iW Shyeia HS Byte 


= — 27i16(H — Ey) (16) 
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und somit 


GemaB der S-Matrixdefinition 
Syew = (yy XN) (18 
bekommen wir dann 


Sw = On — 2016(Ey — Ey) (yx, (H — Ey) ®y). (19 


Nach WICK ist nun der einlaufende Zustand ®y der z-Meson-Nukleon-Streuum 
fiir das hier besprochene Modell durch | 


Don 7s = Ak ors (24 


gegeben, da ja hierbei das physikalische freie Nukleon, d.h. das von seine 
Mesonwolke umgebene vorgegebene Nukleon des Modells der Gl. (1), mit der 
Grundzustand y)7, des Gesamthamiltonoperators H identisch ist mit der La 
dungsquantenzahl 7’; als Nukleonladung und der Selbstenergie Hs als tiefster| 


Eigenwert von H, also: 
Hyors = Es Xors; (2]] 


wahrend fiir das Meson in dem hier besprochenen Modell der Unterschied 
zwischen nacktem und angezogenem Partikel nicht besteht, da keine virtuelle} 
Teilchen vorkommen, die es umgeben kénnen, so da8 das Hinzutreten ein¢ 
freien Mesons zum physikalischem Nukleon im einlaufenden Zustand durch d i 
Anwendung des Mesonerzeugungsoperators 43; der Gl. (8) auf y 7, gemaj 
Gl. (20) richtig beschrieben wird. Dabei hat die Energie des Zustandes Gl. (2¢) 
gemaB Gl. (3) den Wert | 


1D) is + Es. 24 


Das dementsprechende S-Matrixelement zur 2-Meson-Nukleon-Streuung wit 
also nach Einsetzen von Gl. (20) in Gl. (19) 


Syn = On 2740 ly — Me TN) (24 

mit der von CHEW und Low benutzten Abkiirzung | 
Tr(N) = (xx (H — Ex) Qe xors)- (24) 

Die von WIcK [WI 45] und CHEW und Low [C 46] benutzte Formulierung dé 
Streuamplitude 7},(N’) erhalten wir, wenn wir die der Ausgangsformulieru i 


yl 


Gl. (1) entsprechende Aufteilung des Gesamthamiltonoperators H in ual 
gekoppeltem Anteil + Kopplungsterm in den vorstehenden Ausdruck Gl. (23) 
fiir 7), (NV) einfiihren. Bezeichnen wir mit H, den ungekoppelten Anteil der A 
gangsformulierung Gl. (1) des Gesamthamiltonoperators H, so ist mit Gl. (2 


[Ho» Gon). = e8sn j (24) 


und wir bekommen gemi8 den Gleichungen (22) und (21) ee 


— te a 


(H — Ex) aon xors = [H — Hy, 43x] Xors = [H’, atx] Xore = ek Xors: ( 


Naherungsmethoden der schwachen und der starken Kopplung 457 


Gl. (26) eingesetzt .n Gl. (24) ergibt dann die von WicK und CHEW und Low 
benutzte Formulierung der Streuamplitude 7),(N) (siehe hierzu auch R. J. Rip- 
DEL und B. D. FRIED [R 54)]): 


T.(N) — (xn ? Vex Xors) (27) 
mit 
ied ee 
CE LOO 


Mit dieser Umformung Gl. (26) wird auch gem&B den Gleichungen (13), (15) 
und (20) 


(28) 


7g { doy tex se to) Vevey XoTs® - (29) 


2. Die Low-Gleichung 


a) Herleitung 


Die dem HAMILTON-Operator Gl.(1) entsprechenden reinen S-Matrix-Gleichungen 
bekommen wir nun gema8 WICK [Wi 55] und CHEW u. Low [C 56] auf folgende 
Weise: 

Gl. (29) eingesetzt in Gl. (27) ergibt: 


* 


Ty, (NV) =a (Gey key XoTs¥ » Vor Xors) a (Yors* » Vow ew (H oat Ey a 10) Vor Xors): (30) 


Der erste Term 1a8t sich weiter umformen zu: 


B= (4ey key XoTs* » Vor fors) =e (Xors¥> Vox don key Hors) a (Xors™ >» [doy ky> Vol Xors) 


(31) 
Ganz analog zu der Umformung Gl. (26) gilt nun auch die Umformung 
(H — (Es — &y)) deyky Xors = [H — Ho, donkey] Xors = 
mite [H’, doxtev] Yors = — Vovkw Lors (32) 
und somit: 
doykw Yors = — (H — (Es — Ey))* VonkwXors- (33) 


Wie GI. (28) zeigt, ist nun aber bei dem von uns zugrunde gelegten HAMILTON- 
Operator (siehe hierzu [H 57]): 


[dovkw» Vox] = 0 (34) 
und 
Vin = Vor. (35) 


Gehen wir jetzt mit Gl. (33), (34) und (35) in den Ausdruck (31) fiir B rechts ein 
und mit dem so entstehenden Ausdruck fiir B in die Gl. (30) fiir 7;,(N), so 
erhalten wir, wenn wir nunmehr den Term B an zweiter Stelle schreiben und fiir 
die Matrixmultiplikation der Operatoren Vj,x, (H — Ey +%«)+V x und 
Vi, (H — (Es — éw)) Voyky Wiederum die yy-Darstellung mit den Kigen- 
zustinden yy des Gesamthamiltonoperators einfiihren sowie Gl. (27) beriick- 
sichtigen : 


Thy (N') Te (N’) , TEN) Tes(N’)) 


w | Ew — Ew — 10 Ey’ + En 


T;,(N) = — (36) 
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Hierbei sind entsprechend der Gl. (22) éy = Ey — Es und ey: = Ey — f 
die Gesamtenergien der freien Mesonen in den jeweiligen asymptotische 
Zustanden. 
Gl. (36) ist nun die gesuchte Gleichung, die nur S-Matrixelemente bzw. dereé 
Streuwellenanteile 7'},(N) enthalt. Sie hei8t die Low-Gleichung gem48 ihr 
Aufstellung durch Low [Lo 55]. Sie reprasentiert ein unendliches gekoppelt 
System derartiger Gleichungen, denn 2 bedeutet ja nicht nur die cas | 


iiber die Teilchenenergie und Summation uber die Teilchenladung, sondern au¢ 
die Summation tiber die Mesonenzahl und ebenso haben wir links im Zustand ¥ 
von 7;,(N) eine bestimmte Anzahl von Mesonen, fiir deren jede eine Gleichuy 
von der obigen Art gilt. i 


b) Spezialisierung auf den Hamriton-Operator 
und auf den Fall der schwachen Kopplung 


Um zu Losungen zu kommen, kénnen wir uns nun wie bei der TaMM-DANCOF} 
Methode ein endliches Gleichungssystem verschaffen, indem wir bei ein} 
bestimmten Teilchenzahl abbrechen. So erhielten CHEW und Low ihre Nahi 
rungslésung, indem sie mit dem Ein-Teilchen-Zustand abbrachen. | 
Dabei wiirde das so auf eine endliche Anzahl von Gleichungen angenaher! 
Gleichungssystem (36) zunadchst noch sehr viele Lésungen besitzen kénneq 
denn obwohl wir es mit Hilfe des HAMILTON-Operators Gl. (1) hergeleitet hab ef 
ist es zunachst, wie man ihm auch 4uBerlich ansieht, noch von sehr allgemein} 
Art, und wir miissen noch mehr dem HAMILTON-Operator Gl. (1) entsprecheng} 
Informationen hineingeben, um es dem HAMILTON-Operator Gl. (1) gemaB 4} 
spezialisieren. | 
Eine dem HAMILTON-Operator Gl. (1) entsprechende Eigenschaft besitzt dij 
Gleichungssystem (36) aber schon AuBerlich erkennbar in der sogenannt@ 
CROSSING-Symmetrie (GELL-MANN und GOLDBERGER [Ge 54]), d.h. der Sy} 
metrie gegen Vertauschung von ky mit k bei gleichzeitigem Wechsel des Vat 
zeichens von éy, also: 


Tre (Ney = Ty (lt)-ey- (a 
Im Graphenbild bedeutet dies: Symmetrie gegen Vertauschung der auBer 


kommt offensichtlich durch die in Gl. (34) und (35) sich ausdriickenden Figey 
schaften des HAMILTON-Operators zustande, und wiirde demgemAB allen solch 
HAMILTON-Operatoren entsprechen, bei denen die Mesonfeldvariablen linear 3] 
ein vorgegebenes Nukleon gekoppelt sind. | 
Bei der vorstehenden Herleitung der Low-Gleichung wurde die vektorie}} 
Schreibweise beziiglich des Isospinraumes benutzt, so daB alle Ausdriicke fir dj 
symmetrische wie fiir die geladene Theorie gelten. Gehen wir fiir die gelade 
Theorie wieder zu der auf das Ladungsvorzeichen bezogene Schreibweise wie a 
Seite 455 tiber, so ist tiberall an die Stelle von V,,% Gl. (28). | 


oS 


g) tlh) og 3 


eS 
ee On ele 
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zu setzen. An Stelle von Gl. (35) bekommen wir dann 


Vis* = Vin (39) 
und fiir die Low-Gleichung an Stelle von Gl. (36): 


Ti(N) = — > re OND Be Des N aN) 
N’ Ena ENS 0 0 Ey’ + Ey h 
De GN ea oe Ta (N’) Ti" (W’) soa) 
Re UREN? ew. Eyuak ox 
mit 
Ds (NV) = (xy, Viz Xors)> (41) 


Daraus ist ersichtlich, daB wir nun an Stelle von (37) als Crossing-Relation 
bekommen: 


Ti. (Negev (be) Day (42) 


Kine weitere, dem HAMILTON-Operator Gl. (1) entsprechende Information 
bekommen wir gemaé8 CHEW und Low in die Low-Gleichung mittels des 
Null-Meson-Anteiles der >’ hinein. Dieser Anteil lautet z. B. fiir die 2*-Proton- 


N 
Streuung mit Gl. (41), wenn wir ihn zusammenfassend mit 7%j,°(N) bezeichnen: 


Ti? (N) = 


Tiey (0) Tk (0) i Tie (0) et 


— Ey En 


>x (Xors¥> Vix Xor's) (Yor’s» Vie Xors) (Yors® > Vik Xor’'s) (Yor’s: View tare 
Té¢ Sa eon En 
4 (43) 
mi 
v(k 
(ones Vi tors) = BO (gongs, t tors): (44) 


Unbekannt sind hierin nur die (Yp7,x, tt Y%o7’s)) Man kann ihnen aber mittels 
der renormierten Kopplungskonstanten einen sinnvollen Wert beilegen. SchlieBt 
man namlich mit CHEW und Low die Méglichkeit stabiler Nukleon-Isobaren 
aus, was der Annahme einer geniigend schwachen Kopplung entspricht, so 
bezeichnen die T¥, 7's und 7's; nur die Proton oder Neutronzustande. Dann 
herrscht aber einfach Proportionalitét zu den (Dyp,v, t*Dor’s), wenn die Dor,w 
und ®,7”; die Isospinoren des nackten Nukleons bedeuten, also: 


(tonsss Thor's) =F (Pores Poe's) (45) 
mit der renormierten Kopplungskonstanten g,, so daB: 
| gr v(h) 
(Yor » Vic Yon) as (Yon > Vie* Xor) = ue gis? (46) 


wobei hier P und N Proton und Neutronzustand bedeuten sollen. Die Matrix- 
elemente des ersten Termes des Null-Meson-Anteiles (43) verschwinden fiir die 
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z*-Proton-Streuung, wenn die Modglichkeit stabiler Protonisobaren auB¢ 
Betracht bleibt. Also bekommen wir fiir den Null-Mesonanteil nur einen Beitra: 
vom zweiten Term, naémlich: 


T#(N) = — (fe) ee 


ele é, 


256 


Mit diesem hier vorgenommenen AusschluB der Moglichkeit von _ stabile 
Nukleonisobaren ist naturgemaB eine gewisse Spezialisierung auf den Fall d¢ 
schwachen Kopplung vorgenommen, da die Nichtexistenz von stabilen Nukleoy 
isobaren nur unterhalb eines gewissen Wertes der Kopplungskonstanten gill 
Dies kann vor allem bei Annéherung der Low-Gleichung durch Beschrankun 
der Teilchenzahl, wie z. B. der Ein-Meson-Naherung wichtig werden, da dan 
ein Wert der Kopplungskonstanten, der vom Standpunkt der Naherung nod 
auBerhalb des stabilen Bereiches zu liegen scheint, fiir die exakte Low-Gle| 
chung schon dem stabilen Bereich angehéren kann. i 
Eine abermalige wesentliche Spezialisierung der Low-Gleichung auf den Hamtj| 
TON-Operator Gl. (1) liegt nun noch darin, daB gemaB Gl. (27) oder (41) dj 
k-Abhangigkeit v(k)/e» von T,(N) multiplikativ abgespalten werden kan} 
Wir schreiben dies in der Form | 


+N | 


el | (27)? ej? v( 


- wobei im Falle der Beschrinkung auf Ein-Meson-Streuung: 
sR eas 3 | 

ft (ev) = — e469") sin 6+ (ey) (44 
ky 


mit der Streuphase 6+ (ey) fiir Ein-Meson-Streuung. Dies folgt aus der Partial 
wellenzerlegung des Ein-Meson-Anteiles der S-Matrix: 


Syr = 0(ky — k) — 26 (ey — €) Te (N) = 


1 
of 4nke Cer *) (22! + 1) P,(cos ) e275 (ew) ( | 


und der Deltafunktion 


(ky — k) = Oe Shea EU Thy ee (cos 0), ( | 


4azke 


wobei in unserem Fall der Kugelsymmetrie des Kopplungsterms in Gl. (( 
natiirlich nur der S-Wellenanteil mit / = 0 in Frage kommt. Mit Gl. (49), (Si 
und (51) wird also fiir den Ein-Meson-Anteil 


1 


ONES ia Bray 


e9(x) sin S(ey) = — Qn) ey flee). «( | 


und somit fiir e = ey die Gl. (48). Allgemein mége aber Lew) gemaB Gl. (44 


auch fiir beliebige Teilchenzahlen definiert sein. GemaB Gl. (52) reprasentiert || 


die S-Matrixelemente auf der Energieschale. \| 
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Die Low-Gleichung enthalt dann auf Grund dieser multiplikativen Abspaltbar- 
keit der k-Abhangigkeit v(k)/e"/s: von 7},(N) auch nur noch die Matrixelemente 


auf der Energieschale. Es ergibt sich so fiir x+-Proton-Streuung aus Gl. (40) 
mit Gl. (48): 


CS a andl (e) 1 Gerke leliay (e) ess te (ee 
[v(e)}? — [v( (e)2 eo 2 i [v (e’ “ile | (53) 


—ée— 140 ets 
wobei wir uns durch 2 nur die Summation tiber die Teilchenzahlen angedeutet 


denken wollen. /+® (e) ist der Beitrag des Null-Meson-Anteiles, also gemaB 
Gl. (47) und (48): 


> (v(k)]? 

f° (e) = oF lo = (54) 
Aus der Crossing-Relation GI. (37) ergibt sich nun entsprechend Gl. (48): 

PM @)ie Ph (2) (55) 
und daher wird der zweite Term des Integrals der Low-Gleichung Gl. (53): 
[dek |pX (ey _ [deh |p (eye fee [Pel % 

[v(k’)P e+e J Lele Rod se Bee. 8 [we oF gee e 

Hw —oco —oo 


Fiihren wir noch den totalen Wirkungsquerschnitt o7(e) = 42 >’ | f+’ (e)|? 
a 


ein, so bekommen wir fiir Low-Gleichung fiir z+-Proton-Streuung an Stelle 


von Gl. (53): 
a 07 (é’) 
fe) fee). 1 de’ k’ ce 
[OF [eR > wil [re & =e — 40 Oe 


— oo —% +% + 09 


mit Integrationsweg von — oo bis — x und von + x bis + oo. 


c) Struktur der Lésungen 


Das Verfahren von CHEW und Low geht nun in der Weise weiter, daB die rezi- 
proke Funktion 


ice #8 
Ge onatae 
betrachtet wird, fiir die auf Grund von Gl. (57) die Integralgleichung 
G (e’) 
ds 59 
Nenad t fa |e + 2] e) 


mit 
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| 
und 
i g (2) ; g (2) 
\o lim .—-—, him >=— (6) 
fle) 2% |2+-¢-ia 2 z+—e+ia #% 
angeschrieben werden kann. Man bekommt diese durch analytische Fortsetzun 
der Variablen e bzw. e’ in die langs der reellen Achse von —oo bis — x und vo 
x bis co aufgeschnittene komplexe Ebene hinein, wobei der Integrationsweg av 
den Ridern des Schnittes, und zwar auf der positiven Seite von co bis x2 auf det 
unteren Rand und von x2 bis co auf dem oberen Rand und auf der negative 
Seite von —oo bis —x2? auf dem oberen und von —x? bis — oo auf dem untere 
Rand verlauft und im Unendliche 
re ge Se as ase durch einen Kreis geschlossen win 


an ~\._(siehe Bild 1). 


/ —— Die analytische Fortsetzung der Fun} 
——) tion g(e) zur negativ reellen Achse hi 


sg be = eae bzw. in die komplexe Ebene hinein gj 
ve j| _ schieht iiber Gl. (58) mittels GL. (57) bz 
es 34 mittels der Crossing Relation (55), dj 
aah aah eesy hs aang aber bei der Herleitung von Gl. (54 

Bild 1. gemaB Gl. (56) schon verwendet is 


Entsprechend dem Auftreten von k’ | 


—=YVe’?—x? im Integranden von Gl. (57) sind —x und + x die ersten Verzweigung4 
punkte der Funktion g(e) deren weitere, von den Mehr-Mesonbeitragen he} 
riuhrende Verzweigungspunkte --2---+ Nx--- ebenso auf der reellen Achi 
liegen, und beim Uberschreiten des Schnittes auf ein und demselben Blay 


macht g(e) einen Sprung, wegen des Vorzeichenwechsels von Vez — x?. Uns¥ 
Integrationsweg liege in dem Blatt mit dem Hauptzweig von g(e). Dann ergill 
sich die Integralgleichung (59) fiir g(e), wenn man annimmt, daB g(e) in seiney 
Hauptzweig im Unendlichen konstant ist, so daB g(e)/e keinen Beitrag mehr z | 
Integration auf dem unendlichen Kreis liefert, und daB die Funktion g(e)} 
auBer den eben erlauterten Verzweigungspunkten und dem Sprung am Schn 
keine anderen Singularitaten als den der Null-Meson-Funktion /f*°(e) gem 

Gl. (58) entsprechenden Pol 1/e am Ursprung besitzt. | 


d) Vieldeutigkert 


skalare Theorie siche KLEIN [Kt 56]) ist aber Gl. (57) auch erfillt wenn g/j 
in seinem Hauptzweig noch beliebig viele weitere Pole mit beliebigen Residue} 
d.h. f*(e) noch beliebig viele weitere Nullstellen besitzt, so daB es zu Gl. ( i 
auBer der Funktion g(e), die Gl. (59) erfiillt, noch entsprechend beliebig vj 
weitere Funktionen g(e) mit dementsprechend anderen Integralgleichungen fi 
g(e) geben kann. Die physikalische Bedeutung dieser Vieldeutigkeit konnte bis i 
| 


nicht geklart werden. Alle diese méglichen Lésungen scheinen zunachst ph 
kalisch gleichberechtigt zu sein, und die von CHEW und Low getroffene Wa 
der GI. (59) erscheint als nicht unbedingt notwendig. Allerdings konnte R. HA 
[H 57] durch Vergleich mit der nichtrelativistischen Quantenmechanik, Arg} 
mente zugunsten dieser Wahl geltend machen in dem Sinne, da8 solche i 
sitzlichen Nullstellen von f*(e) méglicherweise zu einem System von Energ 
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eigenfunktionen fiihren wiirden, das nicht linear unabhangig ist, und es erscheint 
nicht ausgeschlossen, daB ein vollstandiger Beweis gemiB dem von HAAG in 
'[H 57] eingeschlagenem Wege méglich ist. 


| 
e) Reziproke Low-Gleichung 


~Gema8 CHEW und Low kénnen wir nun GI. (59) noch weiter auswerten, wenn wir 
die Funktionen F (e’) und G(e’), d.h. den Sprung beim Uberqueren des Schnittes 
_langs der positiven und der negativen reellen Achse mit Hilfe der Gleichungen 
(58) und (57) ausdriicken. Dann bekommen wir bei Zuriickfiihrung des Sprunges 
| 


_von g(e) auf den Sprung von ft (e) tiber Gl. (58) mit der Zerlegung 


1 1 
ep : Der 
faa CRETE Se + ind(e é) (62) 


im Integranden von Gl. (57) auf Grund des Vorzeichenwechsels von Vez — x? im 
Tmaginarteil von f*(e) beim Uberqueren des Schnittes: 


(ey Im fle’) f#9(e’) Farle’) 
ie) See (ee & de (€’) ee 
und 
G(e’) = F(— 8’), (64) 


wobei o¢{e’) = 4.2|f* (e’)|? der Wirkungsquerschnitt fiir den elastischen Anteil 
der Streuung ist, sodaB aus Gl. (59) wird, wenn wir noch f+®(e’) gemaB GI. (54) 


einsetzen: 
g; de Glee . ale) 
Ls : 65 
ve! a ef oe — € — 14) Oe (€’) i 


—oo —H + + 


f) Hin-Meson-Néherung 


Gehen wir mit CHEW und Low zur Ein-Meson-Naherung iiber, wie es fiir die 
geladene skalare Theorie von SERBER und LEE [SE 46] und GOEBEL [Go 458] 
durchgefiihrt wurde, d.h. vernachlassigen wir die Méglichkeit der Erzeugung von 
Mesonen, so kénnen wir bei Nichtexistenz von stabilen Nukleonisobaren in dem 
hier besprochenen Fall der geladenen skalaren Theorie, bei dem die neutralen 
Mesonen fehlen, keine Ladungsaustauschstreuung bekommen. Hs ist hier also in 
der Ein-Meson-Naherung o7(e’)/o-(e') = 1, womit sich die Integration der 
Gl. (65) ausfiihren 148t, was im Komplexen lings des Weges des Bildes 1 leicht 
ausfiihrbar ist. Es ergibt sich im Grenzfall der Punktquelle mit v (k) = const 
1 

pie (66) 


Diese Funktion ist bei Fortsetzung ins Komplexe mittels einer zweiblattrigen 
RIEMANNschen Flache darstellbar, deren Verzweigungspunkte und -schnitte so 
liegen, wie es in Bild 1 gezeigt ist. Das obere Blatt sei das Blatt mit dem 
Hauptzweig unserer Funktion g,(e), in welchem auch der Integrationsweg von 
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} 
Bild 1 gelegen ist, langs dessen wir die Integration zur Herleitung von Gl. (59) un} 
(65) und von g, (e) Gl. (66) ausgefiihrt hatten. Die Funktionswerte der Funktio 
g,(€) Gl. (66) sind den beiden Blattern wie folgt zuzuordnen: 
Die Funktionswerte mit 


eee gehoren zum oberen Blatt,wenn Ime > 0 
ae 2 ae 
PG 4 i js unteren..... -. o -ag alte. One 
k =i Vx? — & a ., oberen ee eee 
und mit (67 
ee gehéren zum oberen Blatt, wenn Ime < 0 
pees [ee 2 2 
Ns a »unteren™) <7-55 5, Ime => O-und 
k= —iVe—e# . ,, unteren a et 


SERBER und LEE [Se 56] und GoEBEL [Go 58] fragten nun nach den Null 
stellen der Funktion g, (e) (Gl. (66)) und erhielten die Nullstelle 


; = 29,4, 1uL y= 4 | 
A, =x E 4 a] = fir og? =i1 (68 


mt! fit gl 
r 


Der Wert A, = x, der fiir g; = 1 erreicht wird, ist der Maximalwert von A,. Fii} 
gr 1 ist immer 4, <x. Durch Einsetzen der genaherten Werte 2g2x fi 
97 < 1 und 2/g;x fiir g7> 1 in die entwickelte Wurzel Vx? —ve2 ~ x — e?/2% def 
Ausdrucks Gl. (67) fiir g,(¢) kann man folgendes leicht erkennen: 
a) Die 4,-Werte fiir g7 <1 gehéren zu k = —i Vx? — 2, also 
zum unteren Blatt. (6¢ 
b) Die 4,-Werte fiir g7 > 1 gehéren zu k = i Vx? — &?. also 
zum oberen Blatt. 
Der Nullstelle 4, der Funktion g,(e) entspricht nun gemaB8 Gl. (58) ein Pol de 
Funktion f+ (e), der jedoch gemaB der vorstehenden Feststellung fiir g? < 1 inj 


unteren Blatt, d. h. also auBerhalb des im oberen Blatt verlaufenden Integray 
tionsweges von Bild 1 liegt und somit das vorstehend wiedergegebene Schem) 
des CHEW-Low-Formalismus nicht stért. Anders ist es jedoch fiir g? > 1. Bein} 
Ubergang von g? < 1 zu g? > 1 wandert gema8 der Feststellung (69) die Nu } 


stelle A, von g,(¢) bzw. der entsprechende Pol von f*(e) vom unteren Blatt ibe 


den Verzweigungspunkt 4, = x in das obere Blatt auf das Stiick 0 <— Ay ae de 
reellen Achse hinauf und somit in das vom Integrationsweg der Fig. 1 umschlos} 
sene Gebiet hinein aa] 
Die Konsequenzen, die sich daraus ergeben, erkennt man am besten auf Grund 
des Umstandes, daB die Low-Gleichung in der Form (57) fiir die Funktion f+ (el 
ebenso als der Ausdruck einer Integralgleichungsbeziehung im Komplexen mil 
den Verzweigungspunkten und Schnitten und dem Integrationsweg des Bildes | 
aufgefaBt werden kann, wie es fiir die Funktion g (e) oder eigentlich g (e)/e bei de} 
Integralgleichung (65) bzw. (59) der Fall war. Der Null-Mesot-Term f*° (e)/[v(k)] 


der Gl. (57) [siehe Gl. (54)] ergibt sich dann als das Residuum des Poles ‘am Null 


- 
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punkt, der fiir g7 < 1 als einziger Pol innerhalb des Integrationsweges vorhanden 
ist. Fir g, > 1 kommt jedoch gema8 den obigen Feststellungen der Pol bei 4, 
noch in das vom Integrationsweg Bild 1 eingeschlossene Gebiet 0 << ¢ <x 
hinein, so daB wir zu dem f*°(e)-Term der Gl. (54) noch einen Term mit dem 
Nenner ¢ — A, hinzubekommen. Dies entspricht aber einer anderen Low- 
Gleichung als derjenigen [(40) bzw. (57)], von der wir ausgegangen sind, insbe- 
sondere mit einem anderen Null-Meson-Anteil, der das Vorhandensein eines 
stabilen Nukleon-Isobars mit der Anregungsenergie 4, zum Ausdruck bringt 
isiehe (73), (75), (115) u. (120)]. Damit wird die Begrenzung der Ein-Meson- 
Naherung auf den Bereich der schwachen Kopplung unterhalb eines gewissen 
Wertes der Kopplungskonstanten sichtbar. 


3) GOEBELs Alternative zur CHEW-LOW-N&herung fiir den 
geladenen skalaren Fall bei starker Kopplung 


a) Naherung fir starke Kopplung 


GOEBEL [Go 58] nimmt nun an, daB die reziproke Low-Gleichung (65) 
auch fiir g7 >1 ihre Giltigkeit behalt. Er begriindet dies damit, daB durch den 
Ubergang von g? < 1 zug? > 1 ja weder neue Singularitaten oder Nullstellen ge- 
schaffen werden, noch die Zahl der bisherigen Nullstellen oder Singularitaten 
vermindert wird, sondern nur eine Wanderung der bisherigen Singularitéten und 
Nullstellen stattfindet. Als Nullstelle von g(e) kann aber A, Gl. (68) durch das 
Hineinwandern in das vom Integrationsweg des Bildes 1 umschlossene Gebiet 
des Hauptzweiges die Gl. (65) nicht andern. Hingegen kann aber im Falle g? > 1 
bei den in diesem Falle vorhandenen stabilen Nukleonisobaren fiir die Ein- 
Meson-Naherung in Gl. (65) nicht mehr wie bei GI. (67) o7(e’)/cei(e’) = 1 gelten, 
da dann wegen der Moglichkeit der Anregung eines stabilen Nukleonisobars 
auch die Ladungsaustauschstreuung in der Ein-Meson-Naherung fiir g? > 1 
moglich wird. , 
GOEBEL behilft sich nun damit, daB er einige Ergebnisse der alteren Arbeiten 
zur Methode der starken Kopplung bei der geladenen skalaren Theorie von 
WENTZEL [W 40], SERBER und DANCOFF [Se 43], ToMoNAGA [T 46], KAUvF- 
MANN [Ka 53] und Pais und SERBER[P 56] heranzieht, die besagen, daB es im 
Grenzfall g—> co keine Mesonerzeugung gibt und die Ladungsaustausch- 
streuung bei der geladenen skalaren Theorie im selben Ausma8 stattfindet wie 
die Streuung ohne Ladungsaustausch. Im Grenzfall g — oo haben wir dann also 
exakt eine Ein-Meson-Naherung, und es gilt o7(e’)/ce(e’) = 2 fiir die geladene 
skalare Theorie. Mit diesem Quotienten geht GOEBEL nunmehr in die Gl. (65) 
auch fiir endliche sehr groBe g ein und erhalt: 

Ores (70) 


wobei das dazugehdrige fi.(e) wiederum gemaB der Gl. (58) mit dem Wert 
Gl. (54) fiir f*°(e) gebildet wird, also im Grenzfall der Punktquelle mit v(k) = 
ponst = 1: 
Gr é aa 
fie) = : =tla—t + 4)| > 
F3 (i 1 or 


+—41(% +iky! fir g,—- 00, (71) 
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was mit den Ergebnissen der eben genannten Alteren Arbeiten zur Method 
der starken Kopplung fiir die Streuung iin Grenzfall g — oo tibereinstimm 
Auch das in diesen Arbeiten in der Naherung 1/g? sich ergebende Energiespe 
trum (96) der stabilen Nukleonisobaren konnte GOEBEL mittels der Funktiai 
9sc(€) Verifizieren, was wir aber nicht im einzelnen wiedergeben wollen. Die a 


regungsenergie des niedrigsten Protonisobars ergibt sich als Nullstelle von gs. z 


4g%%!) fir og? <1 


Ase Gp eg) a fir g>=4 (7! 
eee far g2 s1 
Gr 


Der Maximalwert hiervon ist wieder 4;,, = x, der aber im Unterschied 24 
CHEW-LOw bzw. SERBER-LEE Hin-Meson-Naherung (siehe Seite 464) schon fi 
g; = J erreicht wird, so daB fiir alle g7 + 4: As, < . Hier sehen wir das auf Seite 4¢ | 
erwahnte Herunterdriicken der Grenze des Bereiches des stabilen Nukleonisy 
bars gegentiber der CHEW-LOW bzw. SERBER-LEE Ein-Meson-Naherung, 

daB8 wir hier fiir 4 << g; < 1 schon im stabilen Bereich sind, wahrend dieser b 
der CHEW-Low bzw. SERBER-LEE Ein-Meson-Naherung erst fiir g? > 1 began 


b) Vorschrift zur Einbeziehung von Mehrteilchen-Zustinden 


Die Funktionen g;, (€) bzw. fs¢ (€) sind zunachst als Naherung fiir sehr groBe g, d. 
g; > 1, durch die eben geschilderte Hereinnahme der fiir den Grenzfall g > | 
gultigen Ergebnisse der alteren Arbeiten zur Methode der starken Kopplung || 
den bisherigen CHEW-LOW-Formalismus gewonnen worden. Man kénnte nt 
daran denken, die Funktionen g,.(¢) bzw. f.¢(¢) auch als Naherungen fiir dq 
Bereich der mittelstarken Kopplung zu verwenden, etwa sogar fiir den Bereil 
9; </,, so daB man damit eine weitere Naherung zum CHEW-LOow-Forma 
mus erhalten wiirde, die von der von CHEW und Low bzw. SERBER und LE 
durchgefiihrten Naherung verschieden ist und vor allem fiir starke Kopplui 
gilt, waihrend die bisher von CHEW und Low bzw. SERBER und LEE dura 
gefiihrte Ein-Meson-Naherung als Naherung der schwachen Kopplung 
bezeichnen ware. Hierzu kénnte vielleicht der Einwand auftauchen, daB dj 
zur Gewinnung von gyc(¢) bzw. fsc(e) verwendeten Ergebnisse der Alter 
Arbeiten tiber die Methode der starken Kopplung ja gerade besagen, dij 
es im Grenzfall g-> oo keine Mesonerzeugung gibt, so daB das Fehlen vy) 
Mehrteilchenzustanden beim Streuvorgang fiir das Modell eines an eine v¢ 
gegebene Nukleonquelle linear gekoppelten Mesonfeldes, wie es durch d 
HAMILTON-Operator Gl. (1) fiir den Fall der geladenen skalaren Mesonen dé 
gestellt wird, im Grenzfall g — oo sogar exakt gilt. Aus der vorstehend wied# 
gegebenen GOEBELschen Herleitung der Funktionen g,,(e) und ff (e) ist aber |} 
entnehmen, daB die dabei erfolgte Art und Weise der Verwendung der fir d 
Grenzfall g—> co giiltigen Ergebnisse der alteren Arbeiten zur Methode 
starken Kopplung, bei denen das Nichtvorhandensein von’ Mesonerzeugun} 
prozessen herausgekommen war, keineswegs bedeutet, da8-ftir.die so mit df 
Funktionen 9. (&) bzw. fg (¢) gewonnene Naherung auch im Bilde des bisherig 
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HEW-LOw-Formalismus fiir g; < 1/, die Mehrteilchenprozesse fehlen. Viel- 
aehr bedeutet im hier besprochenen Fall der geladenen skalaren Theorie das aus 
en alteren Arbeiten zur starken Kopplung entnommene fiir den Grenzfall g —> oo 
ultige Verhaltnis o7(e’)/o (e’) = 2, welches im Grenzfall g > co das AusmaB der 
nit der Anregung von stabilen Nukleonisobaren verbundenen Ladungsaustausch- 
treuung im Verhaltnis zur Streuung ohne Ladungsaustausch angibt, fiir den 
‘all g; < +/,, in dem keine Nukleonisobaren vorhanden sind und es somit keine 
zadungsaustauschstreuung geben kann, das Ausma8 der Erzeugung eines zu dem 
ingefallenen Meson noch hinzutretenden Mesonpaares von _ entgegen- 
resetzter Ladung. Die Verwendung der Funktionen g,,(e) und f.¢(¢) auch in dem 
3ereich g; <1/, bedeutet also eine Alternative zur bisherigen CHEW-LOW- 
Vaherung in dem Sinne, daB aus den Ergebnissen der Methode der starken 
<opplung fiir den Grenzfall g —> oo eine Vorschrift zur Einbeziehung von Mehr- 
eilchenzustanden in die Summation der Low-Gleichung fiir den Bereich g? < 1/, 
sewonnen wurde. In dem hier besprochenen Fall der geladenen skalaren Theorie 
autet diese Vorschrift also: Einbeziehung des Drei-Meson-Zustandes mit einem 
mtgegengesetzt geladenen Meson im selben Ausma8 wie der Ein-Meson-Zu- 
tand. Ubrigens sind die Funktionen g,,(e) bzw. ft,(e) hier in unserem Fall der 
seladenen skalaren Theorie auch fiir schwache Kopplung keine so sehr schlechte 
Naherung, denn sie gehen beide fiir g7-> 0 in die Funktionen g, (e) baw. ft (e) der 
visherigen Ein-Meson-Naherung von CHEW und Low, d.h. also schlieBlich in 
lie BoRNsche Naherung iiber. 


c) Schwierigkeiten des GorBEtschen Verfahrens 


Die vorstehend dargelegte Art der Durchfiihrung eines Naherungsverfahrens 
ler starken Kopplung im Rahmen des bisherigen CHEw-LOW-Formalismus 
1aben wir gema8 GOEBEL hier fiir das Modell des an eine vorgegebene Nukleon- 
juelle linear gekoppelten geladenen skalaren Mesonfeldes unter Fortlassung 
er neutralen Mesonen wiedergegeben, um die Methode selbst zunachst an einem 
noglichst einfachen Beispiel studieren zu kénnen. Der physikalische wichtige 
fall ist aber der Fall der symmetrischen pseudoskalaren Theorie, auf den die 
Aethode iibertragen werden miBte. GOEBEL bemerkt nun aber selbst, daB dies 
chon fir den Fall der symmetrischen skalaren Theorie wegen der im Vergleich 
u Gl. (55) erheblich gréBeren Kompliziertheit der CROSSING-Relation schwer 
lurchfiihrbar ist. Wegen dieser gr6Beren Kompliziertheit der bei der analytischen 
fortsetzung eingehenden CROSSING-Relation ist dann schon die Ein-Meson- 
ntegralgleichung um soviel komplizierter, da8 fiir sie im symmetrischen pseudo- 
kalaren Fall im Unterschied zu g,(e) Gl. (65) bisher nur genaherte Lésungs- 
mgaben gemacht wurden (CHEW u. Low [C 56], SALZMAN [SA 58], siehe 
ierzu auch FROISSART u. OMNES [F 57/58] u. NinG Hu [N1 58)), und sie auch 
m symmetrischen skalaren und im neutralen pseudoskalaren Fall nicht viel 
infacher lésbar sein diirfte. Dann ist auch fiir die Funktionen g,(¢) der CHEW- 
40W-Theorie in diesen komplizierteren Fallen nicht mehr so einfach ein ge- 
igneter allgemeiner geschlossener Ausdruck erhaltlich, in den die samtlichen 
Aehrtcilchenzustande in einer solchen Form eingehen, daB man in diese die 
rgebnisse der Methode der starken Kopplung so leicht hineingeben konnte, 
vie es bei Gl. (65) méglich war. 

5 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik“ 
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Il. Gewinnung von Niherungslésungen beim CuEw-Low-Formalismus | 
mittels der Feldaufspaltungsmethode der Darstellungen der starken Kopplu 


1) Der Grundgedanke des Verfahrens 


Weitere Gesichtspunkte fiir die Durchfiihrung der Methode der starken ral 
lung im Rahmen des CHEW-Low-Formalismus kénnen wir aber dennoch au 
fir den Fall der symmetrischen skalaren und der symmetrischen pseudoskalat 
Theorie gewinnen, wenn wir die Anwendung der Feldaufspaltungsmethode q 
Darstellungen der starken Kopplung [J 59a, b] im Rahmen des CHEW-LO 
Formalismus betrachten. Dies ist zwar der méglichst einfachen Entwickl 
halber, bisher nur am Fall der geladenen skalaren Theorie durchgefiihrt [J 4 4 
Doch sind derartige Schwierigkeiten, wie diejenigen die der Ubertragung ¢ 
GoEBELschen Verfahrens auf die Falle der symmetrischen skalaren und d 
symmetrischen pseudoskalaren Theorie im Wege stehen, hier nicht zu sehen} 
Das Verfahren baut auf der kanonischen Feldaufspaltungsmethode der D) 
stellungen der starken Kopplung [J 59a] auf. Bei dieser Methode werden die | 
spriinglichen Mesonfeldvariablen mittels einer kanonischen Variablentra) 

formation durch geeignet definierte Operatoren eines freien Feldanteiles uy 
eines Eigenfeldanteiles so substituiert, daB die Wechselwirkung zwischen denj 
erhaltenen Teilsystemen des freien Feldes und des Compoundnukleons im Gre} 
fall g — oo verschwindet. Eine geeignete Durchfiihrung dieser Feldaufspaltun, 
methode liefert genaherte Ergebnisse ftir die Compoundnukleonenergieeige 
werte und die Streumatrixelemente, die wir in eine Ein-Meson-Naherung eilj 
auf den Fall der starken Kopplung erweiterten Low-Gleichung eingeben ké 
nen, in der die bei starker Kopplung sich bildenden Nukleonisobaren von vor} 
herein explizit beriicksichtigt sind [J 596]. Diese Low-Gleichung der starl¥ 
Kopplung dient dann an Stelle einer TAMM-DANCOFF-Methode der stark} 
Kopplung [J 59a] der Iteration der in der verwendeten Naherung aus der Fe} 
aufspaltungsmethode folgenden Ergebnisse. GemaB® I.3.b.) u. Il. 4.d.) e& 
spricht dies einer bestimmten Art von Mehr-Meson-Naherung des bisherig 
CHEW-Low-Formalismus. In der so erhaltenen Naherungslésung kann nj} 
dann zu kleineren Werten der Kopplungskonstanten so weit tibergehen, daB | 
den Compoundnukleonenergieeigenwerten entsprechenden Pole aus dem stabil 
Bereich herauswandern. Fir den geladenen skalaren Fall wandern sie dan | 
der auf Seite 464 bis 467 beschriebenen Weise in den unphysikalischen Bereich 4} 
unteren Blattes, wahrend wir fiir den Fall der pseudoskalaren Theorie 
Wandern in den Bereich |e| > x des unteren Blattes und zwar von der reell} 
Achse hinweg in die untere Halbebene hinein erwarten wiirden, was das || 
stabilwerden der Nukleonisobaren bedeutet, das man studieren méchte. Gelij} 
es dann, die durch den instabil gewordenen niedrigsten Nukleonisobar bewiri} 
z-Meson-Nukleon-Resonanzstreuung mit der experimentell gefundenen 1. 

Meson-Nukleon-Resonanz zu identifizieren, so hatte man damit den bisher }] 
geklarten Zusammenhang zwischen dem niedrigsten, Nukleonisobar der Thed 
der starken Kopplung und der experimentell gefundenen 2-Meson-Nukle} 
Resonanzstreuung bei der ersten Resonanzstelle hergestellt und eine Nahery 
zu deren Berechnung gewonnen, die von der von CHEW:-tin@ Low durch! 
fiihrte Naherung verschieden ist und der Methode der starken Kopplung 4 
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spricht, wahrend die von CHEW und Low durchgefihrte Ein-Meson-Naherung 
mehr der Methode der schwachen Kopplung zuzuordnen ware. 

Im folgenden wollen wir diese Methode jedoch nur an Hand des einfachsten 
Falles der geladenen Theorie, fiir den sie bisher durchgefthrt ist, kurz wieder- 
geben. 


2. Erweiterung der Low-Gleichung 
auf den Fall der starken Kopplung 


Um also in der vorstehend skizzierten Weise zu einer Annaiherung des CHEW- 
Low-Formalismus vom Fail der starken Kopplung her mittels der Feldauf- 
spaltungsmethode der Darstellungen der starken Kopplung zu gelangen, miissen 
wir die bei, einer gewissen Kopplungsstirke sich ergebende Méglichkeit der 
Existenz von stabilen Nukleonisobaren, wie sie sich schon bei der Giiltigkeits- 
begrenzung der bisherigen Ein-Meson-Naherung gema8 den Ausfihrungen auf 
Seite 464/65 entsprechend SERBER-LEE gezeigt hatte, nun auch in der Low- 
Gleichung beriicksichtigen. Dann k6énnen die Zustande yo7, der Gl. (20) nicht 
nur Proton-Neutron-Zustande sondern auch Nukleonisobare sein, mit der ent- 
sprechend erweiterten Bedeutung des Buchstabens 7's, der dann auch die Iso- 
barenzustande bezeichnen soll. An die Stelle der 7's-unabhangigen Nukleon- 
selbstenergie Hs; der Gl. (21) tritt dann der 7's-abhangige Eigenwert H,, des je- 
weiligen Nukleonisobars. Berticksichtigen wir dies in der Herleitung der Low- 
Gleichung und fihren darin sinngema8 iiberall H;, an Stelle von Eg ein, so er- 
aalten wir an Stelle von Gl. (40): 


Ticx(N’) Tie (N’) Tx" (N") Trey (N’) 
CONN aoe N : N 
BLN) 2 lee —éy —Apsrz—t06 ey + éy + Ars 7s 
Tex (N’) Tre (N’) Tie* (N’) Tey (N’) 
T;,,(N) = — ou : 73 
KAN) N’ eee én’ + ty + An's ts 78) 
it 
Angry = Erg — Ere. (74) 


ie Crossing-Relationen Gl. (37) bzw. (42) bleiben, wie man sieht, naturgemaB 


llieselben. 
Yer Null-Meson-Anteil wird nun an Stelle von Gl. (34) 


) 
Tis (2's) Tic (7"s) Te* (2's) Tky(7"s) 
T+0 N ee iN pee ee SUN 
If ie ( ) Pa Ars 7s — € Any’s 73 + én 


i= > (Hors® Vix Xor's) (Xor's Vie Xors) a (xors* Vie Xor's) (Kor's View Xors) (75) 
a Ts Arsrs — En Ar'sts + En 


v(k) 


els 


(tons, Vit xor's) = gm hors T* Kors) (76) 
ierin konnen die Matrixelemente von t+ zwischen dem Neutron- und dem 
rotonzustand wiederum gemadB Gl. (45) bzw. (46) bestimmt werden. Hinzu 
tommen in der Summation der Gl. (75) jetzt aber noch die Matrixelemente von 
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t+ zwischen dem Neutron- oder Protonzustand einerseits und den Nukleonisa: 
baren andererseits bzw. zwischen den Nukleonisobaren untereinander. 
Wie diese Matrixelemente mittels der Feldaufspaltungsmethode der Damn 
stellungen der starken Kopplung naherungsweise bestimmt werden kénnen, un 
wie wir diese Methode zur Gewinnung von Naherungslésungen der Lo 
Gleichung (73) von starker Kopplung her benutzen kénnen, soll im folgende} 
kurz wiedergegeben werden. 


3. Feldaufspaltungsmethode 


| 
| 
| 
| 

a) Variablen fiir freien Feldanteil und Eigenfeldanteil 
Die Variablen des freien Feldanteiles seien gegeben durch die [von den Oper 
toren der Gl. (8) verschiedenen] Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren a, | 
und a,x, eines Systems von harmonischen Feldoscillatoren mit dem kontinuie} 
lichen Impulsparameter &, und dem auf den Isospinraum bezogenen Vekto} 
index 0), den iblichen Vertauschungsrelationen, dem Isospinoperator d| 
freien Feldanteiles 


1 
ioe a e > / (de.0 O60 = Dae 00.a,) Uooks Dok, dk, ( 4 


20,90 


und dem HAMILTON-Operator des freien Feldanteiles 
Be = Da bee <A Ag ky» dky ( | 
Qo 


wobei ¢ ) das symmetrisierte Produkt bedeutet. 
Das Eigenfeld besitzt gemaiB dem Kopplungsterm der Gl. (1) nur Isosp 
freiheitsgrade, da der Kopplungsterm der Gl. (1) nur Isospin auf Grund der} 
ihm enthaltenen t,-Operatoren nicht aber Drehimpuls wegen seiner Kugy 
symmetrie oder Quantitaten anderer physikalischer GréBen tibertragen ka cl 


Demgema8 werden der Isospinoperator des Eigenfeldes mit den Komponenty} 
> und der Einheitsvektor 


eo = (cos; sin ¢), (‘] 


der die Richtung des Eigenfeldes im Isospinraum angibt, als die einzigen dyy| 
mischen Variablen des Eigenfeldes eingefitihrt. Da wir hier vorerst nur die J] 
handlung der geladenen skalaren Theorie wiedergeben, in der die neutra} 
Mesonen fortgelassen sind, haben wir es hier nur mit zweidimensionalen Ij 
spinoperatoren und -Tensoren in der Ebene senkrecht zur Ladungsachse zu ti} 
die auch durch den Drehwinkel y um die Ladungsachse als einziger dynamisce}} 
Variabler des Eigenfeldes ausgedrtickt werden kénnen. Den antisymmetrisc 

Isospintensoroperator T§,, mit der einzigen Komponente T°, = — Tf, kann nj 
rae dementsprechend ausdriicken als den Drehoperator des Richtungsvekt 

o, also vo. 


ys! 
Ore ==, ~~ § Og’ 
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so daB y und (1/i) 0/0 p auch als die kanonischen Variablen des Eigenfeldes anzu- 
sehen waren. 


Die von den urspriinglichen Mesonfeldoperatoren gx und x der Gl. (1) ab- 
zuspaltenden EKigenfeldanteile seien nun q5,, und Pox Senannt, und die Richtung 


von gf ,, im Isospinraum werde mit S, identifiziert. Fir den Eigenfeldanteil Pek 


des Mesonfeldoperators p,;, 1aBt sich ein weiterer polarer Vektoroperator mit 
den Komponenten © 


ees ae 5%) = 
P 2 < eo) ( ~ ; dp < ; a9? 


(81) 


T 
| 
Vox 
Z 
~<S 
°.| _ 
3|2 
SH 
ZS 
8 
<3 

| — 
ais 
Se 


bilden, wobei < > wiederum das symmetrisierte Produkt bedeutet. Wie man 
leicht nachrechnen kann, gilt dann die Beziehung: 


So Po — Sa Pe = Xoo (82) 
und die Vertauschungsrelationen der S, und p, miteinander lauten 
4 [pers Se] = (See — Ser Sp). (83) 


Ks kann dann fiir das Eigenfeld der Ansatz 
Wk = Uy, So; Pk = UK Pe (84) 


gemacht werden mit den c-Zahlfunktionen wu; und vx von k. Wegen der Kugel- 
symmetrie des Kopplungsterms in Gl. (1) sind w, und v,, ebenfalls kugelsym- 
metrisch und wegen der Hermitizitatsbedingung GI. (4) sind uw, und v, reell. 
Wird fiir uj, und v, die Bedingung 


[ux vy, dk = 1 (85) 
| gestellt,.so wird auf Grund von Gl. (84) und Gl. (82) der Ladungsoperator des 
_ Eigenfeldes 

Keo =| (Cn Pin — Lu Pex) oh, (86) 
wie wir es auch gem4B Gl. (7) zu erwarten haben. Bei gleicher k-Abhangigkeit 
von u,, und v;, wird ferner auf Grund von Gl. (85): 
| Un 

k= (87) 

i / | we |? dk 

b) Compoundnukleon 
Der HAMILTON-Operator des aus Eigenfeld und nackten Nukleon zusammen- 
gesetzten Compoundnukleonsystems ergibt sich durch Kinsetzen von q°,, und 
Pon in Gl. (1) zu 
eae oe 


eee 
[\unl@ak 2 


+ cL [v(b) ue dhe S te So +4 fe? |ux|? dk. (88) 
27 @ 
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Der Methode der starken Kopplung entspricht es nun, bei starker Kopplun} 
den mittleren Term als groB gegen den ersten Term, d. h. insbesondere die det 


Eigenwerten von 3) t,S, entsprechenden Energieabstande als groB gegen dil 


@ 
Energieabstainde der g*"-Niveaus anzusehen. Bei Vernachlassigung des erste} 
Termes ergibt sich diejenige Funktion u,,, die H°° fiir den tiefsten Eigenwem 


> 8. = —1 zum Minimum macht zu 
@ 
_ g vk) (8 
ae arr : 


ZweckmaBigerweise fihrt man dann mit S, mitbewegte Komponenten de 
Isospinvektors 7 ein gemaB: 


To = Di 8e'eT%es T= Dy SereTe’s S1¢ = Se (90 
7) Q" 
mit 


ae cosm sing oti 
vem (one hed en 


@ 
baren Gesamtisospin des Compoundnukleonsystems 


Zye= Ty +h (944 


aus; 


2 
woe — (28) pein T.-M tH+Goa+y 9 
CT ak’ | 
et 


mit 
€ | 


Hierin beschreibt t; nun die Uberginge zwischen den fiir starke Kopplung we 
auseinanderliegenden Niveaus +(g/2 )?b und —(g/2 2)? der Eigenwerte von 
so daB der Erwartungswert des Termes mit 2%,.7, in bezug auf die Eiger 
zustande von ae und t3 verschwindet, wahrend die Eigenwertkorrektur i 
zweiter storungstheoretischer Niherung ~1/bg* und somit im Sinne der starke} 
Kopplung gegen das aa und 7,-Glied zu vernachlassigen ist. Im Grenzfall de 
Punktquelle verschwindet wegen 6 — oo der Einflu8 des 23,,73-Termes vo 
standig und die Niveaus mit tT, = +1 riicken unendlich weit vom Grundzustan 
ab, so daB das Compoundnukleonenergiespektrum mit 


"y72 2 
{2 ok’ — ph (94 
€ 
exakt lautet 
2% : j i) 
Bq = @(Q—1) + const 1) > (94 


ve 


1) Zur anderweitigen Verifizierung dieses Spektrums siehe Seite 465/66. 
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nit der Compoundnukleongesamtladung Q = T,, + 1/2 an Stelle des Eigen- 
wertes T, von X49. Die Proton- und Neutronzustainde Q = 1 und Q = 0 haben 
len tiefsten Energiewert, waihrend sich fiir Q > 1 und Q <0 die Nukleon- 
sobarenenergiewerte ergeben. 


c) Aufspaltungstransformation 


Durch die so eingefiihrten Operatoren a,k, und Qk, des freien Feldanteiles 
Gln. (77) und (78)] und die Eigenfeldoperatoren S, und p, [Gln. (79), (81)z, 
84) und (89)] lassen sich nun, wie in [J 59a, b] hergeleitet ist, die urpriing- 
ichen Mesonfeldoperatoren g,% und pox, der Gl. (1) substituieren gemaB 


‘ v(k 
a) Qk = Gr + pea Se; 
(x) ds i; 
/ v Po + Ag 
b) Pork = Pok + - 3 
é g v(k’) POLE) 
[leave + Bow vor] De 


mit 


a) gor = 2) | (2 &) 2 (vex, de, k, + YK, Ae, ) dky; 
Go 020 02 (97) 
; 5. \ 4. 
(k) b) Pok = pe (=) U (ver, AQ, key eS U_ Kk, Fest) dk, 
Qo 200 


2 Qo 
ind 


(A) Ap 2 Se | [cn Dok — Yok Por) Ak — Tee 


Der Operator A, muB in (97 x, b) auftreten, damit die Aufspaltung des urspriing- 
ichen Mesonfeldisospinoperators / (Gok Pok— Yok Pork) dk in I ei Gl. (77) und Soo 


Gl. (86) fiir jedes g erfiillt ist. Ferner sind in den Transformationsfunktionen 
zk, noch die Kigenfeldoperatoren S, enthalten, und zwar aus Invarianz- 


Banden beziiglich des Isospinraumes in der Form des Produktes S,8,,. In 
J 59a] konnte gezeigt werden, daB alle Vertauschungsrelationen der qx, Pox; 
Ip,k,» Uo,k,, So und py erfiillt sind, und sowohl die Kommutativitat der aQ,x.,, 
lo,k, Cinerseits mit den Sp, p, als auch die des Zahlers mit dem Nenner rechts 
n (97 xb) befriedigt sowie die Umkehrbarkeit der Transformation (97) garan- 
jert ist, wenn gilt 


v(k’) v(k) 


ge’? 2 


~ Uk’ k, Vick, dk, az 6 (k’ aa k) Sore = » (k’’) 2 
Qo 02 20 I a jan 
E 


ind 


(dere So So) (98) 


oy | ve, ve, Tk = 5(ky — Ke) de’, 0, (99) 


e 00.5 0Q 
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Diese beiden Bedingungen (98) und (99) erscheinen schon rein duBerlich pla 
sibel, da sie die Form von Isometriebeziehungen eines jsometrischen Operata 
besitzen, der den gesamten k,-Raum des urspriinglich gegebenen Mesonfeld 
in den Kp, o,-Raum der freien Mesonen und den v(k’)/e’?-Raum der Eigenfel 
mesonen mit den Eigenfeldoperatoren S, und p, aufspaltet. Der Operate 
faktor (69°. — Se Se) rechts in (98) ome durch die Vertauschungsre 
tionen (83) der Kigenfeldoperatoren >, und S, herein. 

Das Verschwinden der Wechselwirkung fiir g > oo zwischen dem freien Fel 
anteil und dem Compoundnukleonsystem, d. h. | 


H-> H% + H°¢ fir g—->co }) (10) 


mit H°! Gl. (78) und H°© Gl. (93) bekommt man aber erst, wenn man zusatzli 
zu (98) und (99) noch fordert: 


Bie Vick,’ Uk, Uk = £50 (Ky — ky) Cheese 


200’ QQ | 

+ — = >, 850° te f ve) Ube Key’ ie Vk, Ck, (10 
e'0"o 22 

and wenn man auBerdem noch eine Aufspaltung des im Kopplungsterm qd 
Gl. (1) enthaltenen Isospinvektoroperators 1, ausfiihrt gemaB 


Co > Sone as [z¢,U]) (1 
a : | 


mit 
i Qe 

Ss S vik) anak | 
ri Aes "BS wwe (10 
wobei 7g an die Stelle der Operatoren 7, im Ausdruck fiir H°© Gl. (93) tret] 
und wobei die unitére Transformation uw natiirlich noch auf den gesamti 
HAMILTON-Operator angewandt werden mu8. Der dann fiir endliche g | 
Gesamthamiltonoperator sich ergebende Wechselwirkungsterm nwiscly 
dem freien Feldanteil und dem Compoundnukleonsystem wird erst von u 


Ordnung g~* bzw. g-4 an wirksam, wie in [J 59b] gezeigt wird. 
Durch das Integralgleichungssystem (98), (99) und (101) ist gemaB [J pres | 
Transformationsfunktion vz ,%, bestimmt und es ergibt sich exakt: 
QQ 
v(k) Vor, 
Pe y= = 0(k — Kp) bee, + = eer S20 S20, (1¢ | 
mit 
bv(k 
Vole, = v( 0) a 


ee Cs ery 


ae ee a8 ok é? (e2 — g — ia) 
Einsetzen dieses Ausdruckes fiir Urk, in die Isometriebeziehung Gl. (98) oy 
gemaB [J 59a] fiir vx, die Integralgleichung 
b2 


ee (a 
a2 Yn \| 


1) Naheres zu dieser Grenzwertbildung in J (59a, b) 
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die wegen der aus (105) folgenden Beziehung 


? => b Yok, ms V0 k, we 
4 (2 2)? v (kp) ky 


nach analytischer Fortsetzung ins Komplexe gema8 Gl. (105) und Integration 
im Komplexen wie folgt verifiziert werden kann: 


(107) 


| V9 ky 


co 


[re — Vk, dg a 
bu(ky) &—ek—ia 
-% J bv(ko) & — 6? — ta AS bv(ky) &§ — 6? — to 
A /alate a se eet yi der ni 

fice loch ah (OTE ay ine Aree 

=— Tepe 4 

Residuum ey oS Fu lia Vor 1 . 

bel &) = & Residuum b v(h) Dd a eee 

bei €&& = 0 (108) 


(Integrationswege im Unendlichen gestrichelt gezeichnet.) 

Fir den Grenzfall der Punktquelle, d. h. fir v(k) = const = 1 bleibt GI. (108) 
bzw. nach Division durch b? auch Gl. (106) giiltig, da dann (1/0) v9x,/v(k) endlich 
bleibt mit dem Grenzwert 


1 Yok, ae —1 
b v(ky) 27? (% + thy) 


im Grenzfall der Punktquelle, (109) 


wie er sich aus (105) ergibt. Da dieser Grenzwert im Unendlichen wie 1/e, 
verschwindet, verschwindet auch der Beitrag der Integration im Unendlichen 
ganz rechts in Gl. (108), was sich darin ausdriickt, daB wegen b—> oo [siehe 
Gl. (94)] der zweite Term der durch b? dividierten Integralgleichung (106) 
beim Grenziibergang zur Punktquelle verschwindet. Integralgleichung (106) 
wird sich im folgenden als Grenzfall der Low-Gleichung fiir g > oo heraus- 
‘stellen. 

Fiir die weitere Verwendung sei die Entwicklung von (103) gemaB (102) in eine 
LikEsche Reihe bis zum ersten Glied angegeben. Mit (97k a) und bei Beriick- 
sichtigung, daB auf Grund (104) und (105) 


| 
SS vse [ v(R) Uk k, dk = S90, Vok, (110) 
; @ 


O00 


ergibt sich dann bei Ubergang gem4B Seite 455 zur auf das Ladungsvorzeichen 
zogene Schreibweise 


= te os _ a 25 1 
eg a 8g A Se Ore) fa (111) 
g 0 
x {odn, (Sf ak, + 82 ,) + Yon, (82 ane + 83 akS)} ky + 


+ die weitere Entwicklung der LiEschen Reihe nach hoéheren 


Potenzen yon g"! und ax,, ai,*. 
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Im Grenziibergang zur Punktquelle bleibt die Entwicklung giltig, da (1/b)vox0/¥ (Ko| 
gemaB (109) endlich bleibt und wie 1/é im Unendlichen verschwindet. 


4. Anwendung der Feldaufspaltungsmethode 
beim CuEw-Low-Formalismus 


a) Null-Meson-Anteil 


Mittels dieser gem&B (102). bzw. (111) ausgedriickten Substitution von Tt 
durch die Compoundnukleonoperatoren Tj’ und sy und die Operatoren des 
freien Feldanteiles ax,, ai." lassen sich nun die Matrixelemente (76) des Null} 
Meson-Anteils (75) der erweiterten Low-Gleichung (73) sowie iiberhaupt di 
Streumatrixelemente Tj, (N) [G1.(41) mit (38)] bis zu einer bestimmten Ordnungijj 
1/g der Entwicklung von t* angenahert berechnen [J 596]. Wir geben hier n 
die niedrigste Naherung und ihre Iteration durch die Low- Gleichung wiedey| 
In dieser Naherung lassen sich die Eigenzustainde yor, und yy des Gesam|| 
hamiltonoperators H in den Matrixelementen 7x (NY) Gl. (41) und TR(N 
Gl. (75) bzw. (76) durch die Eigenzustainde @)7, und Oy von H°! +. H°C [sieht 
Gl. (100)] unmittelbar ersetzen, da, wie in [J 59 6] gezeigt ist, der zu H°f + HY 
noch hinzukommende Wechselwirkungsterm erst von einer héheren Ordnung i} 
g-} an wirksam wird. Die Matrixelemente der beziiglich des Systems der Oo) 
(Compoundnukleonzustande) und Ox (freie Mesonzustiande) definierten Co n| 


a 


poundnukleonoperatoren 1, und 83 und freien Feldanteiloperatoren ais, un} 
ai? lassen sich aber beziiglich dieses Systems naturgema8B sofort leicht angebe? 
So z. B. gemaB (91) fiir st = 4 (8,1 + 189)) = et*9/2: 


1 2 F 
(Oor's ? sé Oors) a $ ease Cae dy = + Og’srs+1> (11 | 


womit sich bei der Berechnung der Matrixelemente des Null-Meson-Antei 


aus dem ax,, aj,*-freien Term der Gl. (111) fiir die entsprechend Gl. (45) definie 
renormierte Kopplungskonstante 


ti 


| 


=4 (14 


ergibt. Im ganzen bekommt man so fiir den Null-Meson-Anteil (75), wenn m| 
Ar’, rg bis zur Naherung 1/g; aus dem Compoundnukleonenergiespektrum 4 
Gl. (93) entnimmt: 


(# ) v(k) v(ky) { (Oop, T Oon++) (Oont+; Tt Dov) 


20 els eis Ay++,p — En 


} 
(Oop, t Oon)(Oon; cs Oor) ae (Oop, TT Oon+++1) (Oonttir t* Oop))} 


En Ayt++1,P,— En 
Pe, Tue 
(Oov, T Oon +1) (Oon sa, T Oov)| = 
Serres aac Metal a 


Anse + Ev 


Ti? (N) = — uf 


-+|- 


-- 
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__ (97 \? v(k) v (ky) 1 1 


els la (=) 
7\72 — €n 
Gr eee dk’ 
1 


E 


1 


2 
2() b — éy 


Mit P, N, N*+ und N*+*+-+ 1 sind hier Proton, Neutron und doppelt geladener 
[sobarzustand fiir 7° = + 1 bezeichnet. Abspaltung der k-Abhangigkeit von _ 
T;.(N) und Ubergang zu den Matrixelementen auf der Energieschale f+N(e) ge- 
maB Gl. (48) bis (54) ergibt: 


+ + (114) 


2 
2(2) b + ey 


1 


se (€) = gr [v(k)]? 


Trevis 
1 


a 


(115) 


4 


2(2)0 +e 


vobei im Unterschied zu (47) und (54) jetzt die von den Nukleonisobaren her- 
‘uhrende Polbeitrage hinzugetreten sind. 


b) Streuamplitude 


jxanz entsprechend lat sich auch die Streuamplitude naherungsweise durch 
finsetzen von (102) bzw. (111) in den Ausdruck Gl. (27) fiir 7),(N) und Ersetzen 
ler Zustande y)7, und yy durch @ yr, und Ox bei Benutzung der dann leicht zu 
vildenden T;, Sy, Gis, und ai,,’-Matrixelemente berechnen. Die niedrigste Nihe- 
ung wird dabei durch den in Cis, und ak, linearen Term geliefert, wahrend die 
‘erme von héherer Ordnung in aj., ay, auch von entsprechend hoherer Ordnung 
1g- sind und fiir g > oo verschwinden, so da damit der Beitrag der Mehr- 
feson-Prozesse fiir g > oo verschwindet. Es bleibt also als niedrigste Naherung 


N U 
LiAN tnrigae ee aS vb) (Oorw, 8F 8$ Oor) (116) 


aw. nach Abspaltung der k-Abhangigkeit gemaB (48) bis (52) und Ubergang 
Amplitude auf der Energieschale: 


PY (€) tir gaa” f+ (€) far goa? (2 2)? [v(k)]? = —- (Oorx, 8f 8f Or) (117) 
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en Stelle im oberen Index bedeutet dabei — dem oberen Indé 


+ an der zweit : 
des linken s,-Operators umgekehrt entsprechend —: ,,ohne oder mit Ladungy 


austausch‘. Die Auswertung von (Qprv, 85° 87 Oor) in entsprechender Weise wj 

bei Gl. (102) ergibt, daB die Streuung ohne und mit Ladungsaustausch mit d 

gleichen Intensitat stattfindet, wobei noch der Faktor 1/4 hinzutritt. Also i 
in der niedrigsten Naherung: 

= 1 |vore|? ! 

P= OP = POM ss aye (11 


und im Grenzfall der Punktquelle wird daraus gemaf Gl. (109): 


ft (e) tir gout — 4% +4k)* 


| 

| 

| 

in Ubereinstimmung mit GOEBELS Resultat Gl. (71). (1 4] 
/ 

c) Low-Gleichung fur g > co | 


Geht man mit diesen Resultaten (114) bis (118) in Gl. (73) ein, so kann my 
die Low-Gleichung fiir g > co bilden, die wegen des soeben fiir g — oo fe} 
gestellten Verschwindens der Mehr-Meson-Prozesse exakt eine Ein-Mesq 
Low-Gleichung ist. Es ergibt sich gerade die Integralgleichung (106), dex 
beiden letzten Terme auf der rechten Seite mit dem Grenzausdruck des Nu 
Meson-Anteils (115) fiir g > oo identisch sind, wobei der letzte Term von (10] 
der gemaB (108) von dem Pol am Nullpunkt herriihrt, den Ubergangen zwisch} 
den fir g—>oo zur Energie Null zusammenschrumpfenden $2,-Compout| 
nukleonniveaus der. Gl. (93) entspricht, wihrend der zweitletzte Term von (10 
der gema8B (108) von der Integration im Unendlichen herriihrt, den Ubergang} 
zwischen den fiir g—>oo unendlich weit auseinanderliegenden 7°-Nived 
zuzuschreiben ist. Seinem Verschwinden beim Ubergang zur Punktquelle e} 
spricht wie schon bei (109) erlautert wurde, das Verschwinden der Streuam 
tude im Fall der Punktquelle wie 1/e im Unendlichen, was bei ausgedeh 
Quelle gema& (105) und (108) nicht der Fall ist. Bei ausgedehnter Quelle wy 
der von dem Nichtverschwinden der Streuamplitude im Unendlichen i 
rihrende Beitrag durch den 7°-Ubergangs-Term des Null-Meson- Ante; 
kompensiert. 


d) Low-Gleichung in niedrigster Naherung fiir endliche g 


Zur Iteration des Resultates der niedrigsten Naherung Gl. (118) verbleibt || 
endliche g im Fall der Punktquelle bzw. der geringen Quellausdehnung ‘ 
b—> co und (95) im Null-Meson-Anteil (115) die Ein-Meson-Low- Gleichung}} 


peeg/——+4]4+2 far JOO Wl 
é€ t 


€ eee fo! 


Sore | 
Jr —o —x +x +0o 


Entsprechend den Ausfiihrungen von Seite 465 bis 467 ist diese Ein-Meson-Naj 
rung der starken Kopplung naturgemaB etwas anderes als die Kin-Meson-Naher 
Seite 463/64 des bisherigen CHEW-LOW-Formalismus. Nach Mafgabe der 
ihr auftretenden — im Fall der geladenen skalaren Theorie bet der Ein-Mes} 


1) Dispersionsrelationen fiir g > co siehe Pats u. SERBER [P 56]. 
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Naherung des bisherigen CHEW-Low-Formalismus nicht vorhandenen, weil 
mit Compoundnukleonanregung notwendig verbundenen — Ladungsaustausch- 
streuung bedeutet sie vielmehr eine Drei-Meson-Naherung des bisherigen 
CHEW-Low-Formalismus, bei der die beiden gleichgeladenen Mesonen und das 
Nukleon oberhalb einer gewissen Kopplungsstarke sich zu dem angeregten 
Compoundnukleonzustand zusammenbinden, so da8 nur das entgegengesetzt 
geladene Meson iibrigbleibt. 

Fir die Lésungen der Integralgleichung (120) folgt gemiB CAsTILLEJO, DALITZ 
und Dyson [Ca 56]: 


if 1 1 x+tk 
H*(e) = — Wie Wanede anv 3 + Rie), (121) 


wobei R(e) die Form 
(122) 


hat und damit die Méglichkeit einer beliebigen Anzahl zusatzlicher Nullstellen 
|e,| >0 der Funktion f*+ (e) zum Ausdruck bringt, von der schon auf Seite 16 die 
Rede war. Fiir eine exakte Lésung von (120) miiBte mindestens eine Nullstelle 
angenommen werden. Das zugehorige R(e) wiirde erst von der Ordnung g;® an 
Beitrage liefern, was tiber die Naherung hinausginge, in der (120) aufgestellt 
ist, so daB wir es derselben Naherung gema8 auch ebensogut fortlassen kénnen. 
(Naheres in [J 59b].) Dies wiirde der CHEw-Lowschen Spezialisierung auf null- 
stellenfreie Losungen entsprechen. Dann bekommen wir aber gerade das 
GOEBELsche Resultat (71) mit dem Pol (72), dessen erster Entwicklungsterm 
nach 1/g; mit dem Pol x/g; der Gl. (120) identisch ist, wahrend der weitere 
von der Ordnung g;°an abwarts gehende Beitrag bei exakter Loésung von (120) 
gerade durch den eben genannten von der Ordnung g;* an abwarts gehenden 
Beitrag von R(e) kompensiert wiirde. 

Somit ist gezeigt, wie sich die GOEBELsche Naherung der starken Kopplung 
der geladenen skalaren Theorie mit dem vorstehend geschilderten, auf der Feld- 
aufspaltungsmethode basierenden Verfahren verifizieren 148t. Eine noch dar- 
tuber hinausgehende Naherung lieBe sich erzielen, wenn man statt (120) die 
beiden gekoppelten Ein-Meson-Low-Gleichung der starken Kopplung fir Streu- 
ung mit und ohne Ladungsaustausch losen wiirde, was hier nicht naher dar- 
gelegt werden soll (siehe Bemerkung in J 59b). Die von GOEBEL vermerkten 
Schwierigkeiten seines Verfahrens bei Anwendung auf die pseudoskalare Theorie 
wiirden, wie schon in der Einleitung bemerkt wurde, bei dem vorstehend ge- 
schilderten Verfahren nicht vorhanden sein. Seine Anwendung auf die pseudo- 
skalare Theorie wiirde auf Grund von deren andersartiger Abhangigkeit von der 
Quellenausdehnung zur Instabilitat der Compoundnukleonzustande und damit 
zu einer Naherung fiir die z-Meson-Nukleon-Resonanzstreuung fihren, die in- 
folge ihres Charakters als Mehr-Meson-Naherung gegentiber den SALZMANN- 
schen Ergebnissen der CHEW-Low-Ein-Meson-Naherung [SA 57] vielleicht eine 
fiir einen begrenzten Bereich oberhalb der ersten Resonanzenergie verbesserte 
Wiedergabe der experimentellen Resonanzkurve liefern konnte. 


Herrn Prof. Dr. H. Lehmann méchte ich fiir anregende Diskussionen herzlich 
danken. 
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Hine der grundlegenden Methoden der experimentellen Kernphysik ist die 
‘Registrierung ionisierender Teilchen durch Troépfchenkondensation an Jonen. 
‘Das Wesen der Methode besteht darin, daB das Wachstum von Tropfen zu 
sichtbaren Dimensionen an geladenen Zentren schon bei geringerer Uber- 
sittigung als an neutralen Zentren erfolgt. In der bekannten Wilsonkammer 
wird die zur Kondensation der Tropfen an den Ionen notwendige Ubersattigung 
durch adiabatische Expansion des Gas-Dampf-Gemischs erreicht. 

Die Wilsonkammer besitzt eine Reihe von Mangeln, die die Anwendungs- 
moglichkeiten dieser Methode beschranken. Als die wesentlichsten seien ge- 
nannt: Lange Unempfindlichkeitszeit nach der Expansion, komplizierte Kon- 
struktion, Empfindlichkeit gegeniiber Verunreinigungen durch ungeladene 
Kondensationszentren. Besonders die letztere kompliziert die Funktion und 
den Betrieb der Expansionskammern ganz wesentlich. Die lange Unempfind- 
lichkeitszeit nach der Expansion erschwert die Benutzung von Wilsonkammern 
bei der Arbeit an Beschleunigern. 

Das Bediirfnis nach einem Gerat, das frei von diesen der Wilsonkammer an- 
haftenden Mangeln ist, fiihrte zur Suche nach Methoden zur Erzeugung der 
Obersattigung, die nicht mit adiabatischer Expansion verkniipft sind. In einer 


) Uspechi fiz. Nauk 66, 111 (1958). Deutsche Redaktion durch Dr. K. GoTTsTEIN (KG). 
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Reihe von Arbeiten wurden Versuche unternommen, eine Kammer mit ununter- 


sionskammer wurde erst 1951—1952 erhalten). Seitdem ist die Zahl der 
Arbeiten, die mit Diffusionskammern gemacht wurden oder die sich mit der 
Untersuchung der in ihr ablaufenden physikalischen Prozesse befassen, un; 
unterbrochen angestiegen. Das auferordentliche Interesse an der Diffusions; 
kammer erklart sich daraus, daB sie nicht nur frei ist von den der Wilsonkam;} 
mer eigenen Unzulanglichkeiten, sondern auch dadurch, daB sie einige Bey 
sonderheiten besitzt, die es gestatten, das Anwendungsgebiet dieser Methode 
zur Teilchenregistrierung zu erweitern. | 


Die Diffusionskammer stellt ein abgeschlossenes Gefai& dar, das mit eine n| 
Dampf-Gas-Gemisch gefiillt ist (Bild 1). In der Nahe der oberen und der unteret? 
Oberflaiche befindet sich die Dampfquelle 
Ist die Temperatur 7, des obere} 
Kammerdeckels nicht gleich der Ten 
peratur 7’, des unteren Kammerdeckels} 
dann laufen im Innern der Kammer fo} 
gende Prozesse ab: 

1. Nichtisotherme Diffusion dé 
Dampfes durch das Gas von der erwarmtes 
zur gekiihlten Oberflache. | 

2. Warmeaustausch innerhalb de 
Gas-Dampf-Gemischs. 


1. Physikalische Prozesse in der Diffusionskammer 


Bild 1. Schema einer Kammer. 1 Boden, 2 Wande, : : 
3 Deckel, 4 Arbeitsfliissigkeit. 3. Erzeugung und Diffusion neutral 


und geladener Kondensationszentren. 

4. Dampfkondensation und Tropfenwachstum an den neutralen und gf 

ladenen Zentren. 
5. Bewegung der Tropfen im Schwerefeld 

6. In gewissen Fallen Konvektion im Innern der Kammer. 


Eine vollkommene Theorie der Diffusionskammer existiert angesichts 
Kompliziertheit der in ihr ablaufenden Prozesse nicht. Alle Autoren mach 
beim Aufbau der Theorie eine Reihe mehr oder weniger willkirlicher Ajj 
nahmen. | 
In der Arbeit von AMELIN [3] wird angenommen, dai die Temperaturvert¢ 
lung und die Verteilung der Partialdrucke im Kammerinnern durch eindeuti 
Gleichungen der isothermen Diffusion und Warmeleitung. bestimmt werde 


i 
| 


(| 
( 
| 


er, 8 a) 
1) Die Arbeit von Cowan in Rev. Sci. Instr. 21, 991 (1950) enthalt beteits gute Phod 
graphien von Teilchenspuren in einer Diffusionskammer (KG). : 
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Andere Prozesse bleiben unberiicksichtigt. Unter diesen Annahmen sind Tem- 
oeratur- und Partialdruckverteilungen linear. 
Hine etwas bessere Naherung sind die von LANGSDORF [4] durchgefihrten 
Rechnungen. Dieser Autor beriicksichtigte die Temperaturabhangigkeit des 


Diffusions- und des Warmeleitungskoef- 
izienten. In den Bildern 2 und 3 sind 
lie Temperaturverteilungen und dieKur- 
ven der Partialdrucke fiir zwei ver- 
schiedene Dampfstréme unter der Be- 
lingung dargestellt, daB im Kammer- 
yolumen keine Kondensation erfolgt?). 
Kine VergroBerung der Dampfstroémung 
euft ein Anwachsen der Nichtlinearitat 
ler Temperaturverteilung hervor und 
vergroBert den Partialdruck im Kam- 
mervolumen. Im Bild 4 werden die 
sntsprechenden Kurven fiir die Uber- 
attigung gezeigt. Die strichpunktierten 
Linien entsprechen der Ubersittigung 
S,, bei der das Tropfenwachstum an 
[onen beginnt, und der Ubersattigung 
S,, bei der eine groBe Zahi von Tropfen 
un neutralen Zentren gebildet wird. 
Wie aus der Abbildung ersichtlich, 
ibertrifft die Ubersaittigung in der 
Nahe des Kammerbodens 8, und 48. 
Die Grenzen der empfindlichen Schicht 
werden bestimmt durch den Schnitt- 
punkt der Kurve S, mit der Kurve 8, 
Punkte A und B auf Kurve 2). Bei 
Hrhoéhung der Dampfstromung wachst 
ler Partialdruck und entsprechend die 
Ubersattigung (Kurve 1). Es ist offen- 
sichtlich, da8B durch Kondensation an 
seladenen und ungeladenen Zentren die 
vahre Ubersattigung in der Diffusions- 
<ammer wesentlich kleiner wird, als es 
n der Abbildung 4 dargestellt ist. 


a) Einflu8 der Kondensation 


Die Kondensation im Kammerinnern 
‘tihrt zur Verminderung des Partial- 
trucks. AuBerdem kann sich die Tem- 
xeraturverteilung wegen der Abgabe 
‘iner groBen Warmemenge bei der Kon- 
lensation wesentlich andern. 


-4 
O Q7 G2 03 04% O05 06 O7 08 09 410 
x/h 


Bild 2. Berechnete Temperaturverteilung ohne Kon- 
densation, wenn das Kammervolumen mit CO, 
und CH,OH gefiillt ist. 

Kurve 1:6,86 - 10-* g/cm?sec 
Kurve 2:2,56 - 10° * g/cm’sec. 


Bild 3. Berechnete Verteilung der Partialdrucke (unter 
den gleichen Bedingungen wie auf Bild 2). 


x/h 
Bild 4. Verteilung des Ubersattigungsgebiets im Kam- 
mervolumen. Kurve S;: Grenze der Schleier- 
bildung, Kurve S; Grenze der Kondensation 
an Ionen; A und B: obere und untere Grenze 
der empfindlichen Schicht. 


) a/h in Bild 2, Bild 3 und Bild 4 bedeutet den relativen Abstand von der gekihlten 


Yberflache (KG). 
6 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik“ 
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Succu und TAGLIAFERRI [5] entwickelten die Theorie von LANGSDOR 
weiter und schatzten mit Hilfe einer Methode der sukzessiven Approximatia 
den Einflu8 der Kondensation auf die Temperaturverteilung und auf die Ve: 
teilung der Ubersattigung ab. In Bild 5 sind die Temperaturverteilungen f 


verschiedene Kondensationsbedingungen dargestellt. Offenbar wird bei Ve} 
zroBerung der Zahl von Kondensationszentren die Temperaturverteilung vel 
andert, wobei die Temperatur in jedem Querschnitt ansteigt. Bei grofs 
Ionenbelastung wird die Temperatur um 15—20° C erhéht. Eine weitere E 
wicklung der Theorie von LANGSDORF ist in Arbeiten von ARGAN U. a. en) 
halten [6]. Die Resultate dieser Autoren 
unterscheiden sich qualitativ nicht von 
den Ergebnissen der vorhergenannten 7°) 
Autoren. 0 


Luft+€,H,0H |} 
o ohne Alkohol 
o mit Alkohol 


20 40 
Abstand vom Boden in mm 


40 80 
Abstand vom Boden in mm 


Bild 5. Einflu8 der Kondensation auf die Temperaturver- Bild 6. Einflu8 der Kondensation auf die Tem)} 
teilung. Kurve 1 entspricht der Temperaturver- raturverteilung. 
teilung ohne Kondensation. Die Kurven 2, 3 und 4 
definieren die Temperaturverteilung, wenn die 
Zahl der pro Sekunde durch 1 cm? Querschnitt 
hindurchgehenden Ionen 20, 60 bzw. 180 betragt. 


Experimentell wurde der Einflu8 der Kondensation auf die Se | 
teilung in den Arbeiten [7, 8, 9] untersucht. Hierzu wurde die Temperat | 
verteilung einer arbeitenden Kammer mit der Temperaturverteilung der gleich) 
Kammer ohne Kondensation im Kammervolumen (hierbei fehlte die Dam | 
quelle) verglichen. Die Kammer, in deren Volumen Thermoelemente statio | 
befestigt wurden, wurde mit Luft und anderen Gasen geftillt, wobei Gesan] 
druck, Dampfstromung und Zahl geladener Kondensationszentren in wei | 
Grenzen verandert werden konnten. Es wurde festgestellt, da8 der EinfluB dj 
Kondensation auf die Temperaturverteilung vernachlassigbar klein ist, we} 


das Produkt der Grashofschen (Gr) und der Prandtlschen (Pr) Zahlen nic| 
kleiner als 10° ist. Ist das Produkt Gr. Pr < 108, wird der Einflu8 der Konda 
sation auf die Temperaturverteilung merklich. Wie aus Bild 6 ersichtlich, kaj] 
die iS ae eo bei Kondensation in Niederdruckkammern 20° 
erreichen. 


Ks erscheint in diesem Zusammenhang zweckmiifig, eine Aufteilung der Diff} 


sionskammern in zwei Typen vorzunehmen: Kammern, in denen die Kondé 
sation im Volumen (im Innern) die Temperaturverteilung praktisch unbee} 
fluBt 148t, und Kammern, in denen der EinfluB der Kondensation auf die Tes 
peraturverteilung groB ist. Zum ersten Typ gehoren alle Hochdruckkamme | 
d. h. die ttberwiegende Mehrheit aller zur Zeit betriebenen Kammern. Zur zweit 
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Kategorie gehéren die Kammern mit sehr niedrigem Gasdruck. In den Kammern 
des ersten Typs bestimmt der konvektive Warmeaustausch mit den Wanden den 
Aufbau der Temperaturverteilung. In den Kammern des zweiten Typs (im 
folgenden Niederdruckkammern genannt) spielt der konvektive Warmeaus- 
tausch mit den Wanden eine sekundare Rolle. Die Theorie von LANGSDORF [4] 
(sowie die analogen Theorien in [5, 6]) ist auf gewohnliche Kammern nicht 
anwendbar, da in ihr der Kinflu8 der Konvektion vernachlassigt wird. Sie kann 
jedoch offensichtlich bei der Analyse der Erscheinungen in Niederdruckkammern 
benutzt werden. 

Im folgenden werden nur die gewohnlichen Diffusionskammern behandelt. 
Einige Kinzelheiten von Niederdruckkammern werden gesondert betrachtet. 


_b) Temperaturverteilung und Verteilung der Partialdrucke 


Die Untersuchung der Temperaturverteilungen in Diffusionskammern wurde 
von mehreren Autoren [7, 8, 9, 10] durchgefiihrt. In [7, 8] wurde iiberzeugend 
nachgewiesen, daB die Temperaturverteilung im Kammerraum praktisch mit 


TE TIN | 
Taeen 
7 [ 
ze 


= whatedend 
i aba a | 
20 | Seal eeieeanh 5] 
bie Bsledbed 
¥e pela 
Pa Pula 
“ ia 
-80 -50 zs 
y $i 0 50 700 
Abstand vom Boden in mm Abstand von der Wand in mm 
Bild 7. Verteilungskurven der Temperatur in den Wan- Bild 8. Horizontale Temperaturverteilung in einer von 
| dén (punktierte Kurven 1 und 3) und im Kam- Zimmerluft umsptilten Kammer. 


mervolumen (Kurven 2 wnd 4). Die Kurven 1 
nad warden in cer Kammer misGierinde?” der ‘Temperaturverteilung der Wande 
: die Kurven3 und 4 wurden inder gleichenKam- zusammenfallt und daher in weiten 
| mer bei Kiihlung der Wande aufgenommen. Grenzenreguliert werdenkann.In Bild7 

werden Temperaturverteilungskurven 
im Volumen einer Kammer dargestellt, die mit Luft und Athylalkoholdampf 
bei 1 at Gesamtdruck angefillt war. Die Kurven 1 und 2 wurden erhalten, wenn 
die Oberflache der a4uBeren Kammerwande mit Zimmerluft umspilt wurde. 
Offensichtlich unterscheidet sich die Temperaturverteilung im Kammerraum 
aur wenig von der Temperaturverteilung an den Wanden. Die Temperatur der 
Wand ist in jedem Horizontalschnitt etwas hoher als die Temperatur des 
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Kammerzentrums. Bei auBerer Abkithlung der Kammerwande wird die Tem) 
peraturverteilung stark veréndert (Kurven 3 und 4). In diesem Falle ist dis 
Wandtemperatur in jedem Horizontalschnitt der Kammer etwas niedriger all 
im Zentrum. Der Kurvenverlauf der horizontalen Temperaturverteilung i 
von Zimmerluft umgebenen bzw. von gekihlter Luft umspilten Kammer! 
wird in Bild 8 bzw. 9 dargestellt. 
An den von auen durch Zimmerluft erwirmten Wanden bewegt sich das C ah 
im Innern von unten nach oben. Bei auBerer Abkiihlung der Wande andert did 
Gasstromung ihre Richtung. Daraus ist ersichtlich, daB es dazwischen eine? 

Arbeitsbereich der Kammer gibt, wo die Tenr 


| 


Bad i d mit der in 
peraturverteilung an der Wand mi | 
ey Law Mara lad Kammerraum zusammenfallt und die Konvek 

ee eis tion verschwindet. Es ist jedoch leicht einzu| 


sehen, da ein solcher Arbeitszustand de 
Kammer instabil sein wird. Tatsachlich fihn 
eine hinreichende Anderung der Zahl von Kony 
densationszentren im Kammerraum (z. B. nacj 
dem Durchgang ionierender Teilchen) zum Aulj 
treten von Konvektionsstrémen, weilihr sofort di 
Abgabe von Warme folgt. Daher existiert in wirk 
lichen Kammern in der Regel eine Konvektion. | 
Bei Anderung der Temperaturverteilung an de: 
Wanden sowie bei Anderung der Kondensations 
ae ples ede al bedingungen im Kammervolumen wird die Ge 
cs eae FER ra Fea ea fd ht schwindigkeit und in einigen Fallen auch di} 
et) Richtung der Konvektionsstréme verander 
Abstand von der Wand in mm Die in der Arbeit [8] beschriebene experimer} 
Bild 9. Horizontale Temperaturverteilung telle Untersuchung zeigte, daB die Konvektia} 
in jelner. Karnmmcr mit ecky Neo im, Kammervolumen axialsymmetrisch ist un} 

nden. : : wie : 
nicht zu einer Inhomogenitat der Ubersittigun) 
in der empfindlichen Schicht fiihrt, wenn siq 
das Gas in der Nahe der Wande von unten nach oben bewegt. Die Bewegung; 
geschwindigkeit des Gases im Arbeitsvolumen der Kammer ist mit der Fal} 
geschwindigkeit der Trépfchen vergleichbar. Deshalb verursacht die Beweguy 
des Gases wihrend der Zeit, die zur Registrierung einer Teilchenspur bendtij} 
wird, keine merkliche Verzerrung. Das bedeutet, daB die Temperaturverteilur] 
im Kammervolumen ohne Stérung des Betriebes reguliert werden kann. | 
Die konvektive Bewegung des Gases im Kammervolumen tibt einen wesenl] 
lichen Einflu8 auf die Verteilung der Partialdrucke aus. Das Feld der Parti} 
drucke im Innern einer arbeitenden Kammer wurde mit zwei Methoden unt 
sucht: Mit Hilfe der Absorption von UV-Strahlung durch das Gas-Dam ul 
Gemisch [11] und durch die Expansionsmethode [12]. Die erste Methode basief 
auf Messungen der optischen Dichte des Gas-Dampf-Gemisches in versch}j 
denen Kammerschnitten. Bei der zweiten Methode wird der Ausdehnungsgra 
bei dem in einem bestimmten Gebiet der Diffusionskammer Nebelbildujl 
erfolgt und daher die Ubersittigung den Wert S, iibertrifft, gemessen. In dl 
Regel bildet die obere Nebelgrenze eine Fliche, die in einer parallelen Diffusio | 
kammer fast eben ist. In Bild 10 wird ein Vertikalschnitt der Nebelschia 
dargestellt, die nach der Expansion gebildet wird. In dér Néhe der Wa | 
besteht eine Zone geringer Ubersittigung. Im oberen Kammerquersch vi 
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ist die Konstruktion der Dampfquelle von gewissem Einflu8 auf die Verteilung 
der Partialdrucke. Kennt man den Abstand h, der oberen Schleiergrenze vom 


Boden, die Temperatur 7, nach der Ex- 
pansion und den Wert der Ubersattigung 
S, fiir ein gegebenes Gas- Dampf-Gemisch, 
dann kann man den Partialdruck P,, an 
dieser Grenze bestimmen: 


Pr, = S82 Pu(T),). 


Durch Anderung des Ausdehnungsgrades 
kann man auf diesem Wege die Partial- 
drucke im ganzen Kammervolumen be- 
stimmen. 

Bild 11 zeigt eine typische Verteilungs- 
kurve des Partialdrucks in einer Kammer 
mit nichtlinearer Temperaturverteilung. 
Im oberen Querschnitt (oberhalb der 
Kondensationszone) wird der Partial- 
druck mit der Hohe wenig verandert, 
wodurch eine intensive Vermengung des 
Gas-Dampf-Gemisches erreicht wird. Bei 
Anderung der Temperaturverteilung 
(wenn die Richtung der Konvektions- 
strome unveradndert bleibt) andert sich 
der Kurvenverlauf der Partialdrucke 
nicht. Auch der Partialdruck oberhalb 
der Kondensationszone bleibt unveran- 
dert. Gleichzeitig erfolgt bei Anderung 
der Temperaturverteilung eine Ande- 
rung der Ubersattigung entsprechend 
der Druckanderung des itibersattigten 
Dampfes. Diese fiihrt ihrerseits zur An- 
derung der GréBe der Kondensationszone. 
So wachst z. B. in Bild 12 bei Anderung 
der Temperaturverteilung die Hohe der 
empfindlichen Schicht von 1,8 cm 
(Kurve 1) auf 5,5 cm (Kurve 3). 

Es ist zu bemerken, daB die Diffusions- 
kammer dank eines selbstregulierenden 
Mechanismus der Ubersattigung in einem 
‘sehr weiten Bereich von Temperaturver- 
teilungen arbeiten kann. Wird die Tem- 
peraturverteilung so gewahlt, daB die 
Ubersattigung im Kammervolumen in 
irgendeinem Moment den Wert S, bedeu- 
tend iibertrifft (z. B. wie auf Kurve 1 in 
Bild 4), dann beginnt in der empfind- 
lichen Schicht eine spontane Dampf- 
kondensation an ungeladenen Zentren. 
Die Ubersattigung fallt ab. Dies fiihrt 


Abstand vom Boden inmm 


Bild 10. Vertikalschnitt durch die Schleierschicht, 
die sich nach einer Expansion bildet. 
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Bild 12. Temperaturverteilung im Kammervo- 
lumen. Das Sternchen auf jeder Kurve 
bezeichnet die Temperatur, die der 
oberen Grenze der empfindlichen Schicht 


entspricht. 
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der GréBe des Trépfchenschleiers. | 
In einigen Fallen tragt der Prozef der Selbstregulierung einen klar ausgepragte: 
pulsierenden Charakter. In der empfindlichen Schicht entstehen periodischt 
Anderungen des Nebelschleiers. Dieser Effekt kann durch entsprechende Ande 
rung der Temperaturverteilung erheblich verringert oder vollig beseitigt werder 
Die Regulierung der Arbeitsweise einer Kammer kann auch erfolgen, inder 
der Dampfstrom durch VergréBerung der Oberflache oder der Temperatur de 
Dampfquelle verandert wird. (Der Dampfstrom kann z. B. durch Messung dé 
Flissigkeitsmenge, die in einer gewissen Zeit verdampft, bestimmt werdes 
[9].) Bei Erhoéhung des Dampfstromes mu8 der Partialdampfdruck in jedeq 
Querschnitt wachsen. In der empfindlichen Schicht kann die Ubersattigun 
den Wert S, jedoch nicht wesentlich tibertreffen. Daher wird der Dampfiibe: 
schuB in Form der fliissigen Phase abgeschieden. Die Vergrod8erung des Dam Dt 
stroms fiihrt also zum Anwachsen des Trépfchenschleiers und beeinfluBt d: 
Ubersattigung in der empfindlichen Schicht nur wenig. | 
Die Anderung der Temperaturverteilung und des Dampfstroms beeinfluff 
auch die wesentlichsten Parameter fiir den Wirkungsgrad einer Kammer: D} 
maximale Ionenbelastung, bei der die Kammer kontinuierlich arbeiten kan) 
und die Unempfindlichkeitszeit nach einem Strahlungsimpuls. 


2. lonenbelastung und Unempfindlidhkeitszeit 


Im Gegensatz zur Wilsonkammer ist die Diffusionskammer atinteshecene 
empfindlich. Wenn die Zahl der Ionen, die in 1 em* der Kammer pro Sekun¢ 
entstehen (die Ionenbelastung), einen bestimmten Wert nicht tiberschreite 
kann die Kammer alle Ereignisse registrieren, die mit Gasionisation in ih 
Innern verbunden sind. Mit einer Diffusionskammer kann z. B. die Aktivi 
schwacher Praparate durch Zahlung der Teilchenspuren wahrend einer bestimy 
ten Zeit ermittelt werden. Die gebildete Spur fallt im Verlauf weniger Sekund 
auf den Kammerboden, in Abhangigkeit vom Entstehungsort und der Tropfey 
groBe. 

Die kontinuierliche Empfindlichkeit und die groBe Lebensdauer der Spu 
fiihrt dazu, daB auf den Photographien von Diffusionskammern immer ei 
gewisse Menge von Schleierspuren zu sehen ist. Die Schleierspuren stéren nic 
nur die Analyse der Photographie, sondern verringern auch die Ubersattigu 
die bei hoher Ionenbelastung unter den Wert S, sinken kann. Es ist daher nq 
wendig, das Kammervolumen gegen aufere Strahlung abzuschirmen. Aus dd 
gleichen Grunde darf auch das Arbeitsgemisch, mit dem die Kammer gef it} 
ist, nicht radioaktiv sein. | 
Bei kleinen Temperaturgradienten in der empfindlichen Schicht wird die Ex 
findlichkeit der Kammer bei Strahlungsintensitéten unterbrochen, die | 
dem natiirlichen Schleier vergleichbar sind. Aus Bild 12 ist ersichtlich, daB 
Verringerung des Temperaturgradienten mit einer VergréBerung der Hohe 


1 
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ler empfindlichen Schicht verbunden ist. Bei VergréBerung von h wiichst die 
jah] der Kondensationszentren in den unteren Kammerquerschnitten auf 
<osten der von oben herabfallenden Tropfen. In der Nahe des Bodens fallt 
lie Ubersattigung ab, was zur Bildung einer unempfindlichen Zone fihrt. 
Jaher iiberschreitet die GréBe der empfindlichen Zone in Diffusionskammern 
ewohnlich kaum 6 —7 cm. Bei Verringerung der Hohe der empfindlichen Schicht 
ind Vergréferung des Temperaturgradienten wachst die maximale Ionen- 
elastbarkeit. 

‘uch der Dampfstrom tibt einen merklichen EinfluB auf die GréBe der zulassigen 
onenbelastung aus. So fihrt z. B. in einer mit Luft und Athylalkoholdampf 
inter Atmospharendruck gefiillten Kammer eine VergréBerung des Dampf- 
troms um das 6fache.zu einer Erhéhung der zulassigen Ionenbelastung um das 
fache. Die Dampfmenge, die an ungeladenen Zentren kondensiert, wird bei 
irh6hung der Ionenbelastung verringert, was zur Verminderung des Schleiers 
iihrt. Die Gesamtflissigkeitsmenge, die in der Zeiteinheit im Kammervolumen 
-ondensiert, bleibt offenbar praktisch konstant. 

Jnter gewissen Arbeitsbedingungen kann die Kammer bei einem Schleier, der 
len durch kosmische Strahlung hervorgerufenen Schleier um das 100fache 
ibertrifft, noch kontinuierlich arbeiten [13]. In diesen Fallen spielen Konvek- 
ionsstréme, die den Transport des Gas-Dampf-Gemisches von der erwarmten 
Yberflache zum gekihlten Boden bewerkstelligen, eine groBe Rolle. 

Nach dem Durchgang geladener Teilchen durch die empfindliche Schicht 
mtsteht in dieser ein Gebiet mit einer Ubersattigung <S,, das die Form eines 
Zylinders hat, dessen Durchmesser von der Ionisationsfahigkeit des Teilchens 
ind von der Dampfmenge des gegebenen Querschnitts abhangt. Die Zeit bis 
ur Wiederherstellung der Ubersattigung nach dem Durchgang eines einzelnen 
Peilchens betragt einige Sekunden. Bei groBer Teilchenzahl durchqueren einige 
feilchen ein Gebiet, in dem die Ubersattigung noch nicht wiederhergestellt ist, 
ind verursachen unterbrochene Spuren. Wird die empfindliche Schicht mit einem 
3iindel aus vielen Teilchen bestrahlt, so kann die Ubersattigung auf einen 
Vert abfallen, der wesentlich unter S, liegt; hierbei wachst die Zeit bis zur vollen 
Niederherstellung der Empfindlichkeit auf 10—15 Sekunden. Je gréBer die 
Zahl der gleichzeitig in der empfindlichen Schicht erzeugten Ionen ist, desto 
mehr fallt die Ubersattigung ab und desto gréBer wird die Erholzeit. Bei 
JergréBerung der Hohe der empfindlichen Schicht wachst die Unempfindlich- 
<eitszeit. Die Erholzeit (Wiederherstellungsdauer) kann durch Erhéhung des 
Dampfstroms verkiirzt werden [/4]. 

3ei Bestrahlung des ganzen Kammervolumens entstehen Kondensationszentren 
uicht nur in der empfindlichen Schicht, sondern auch in héher gelegenen Quer- 
ichnitten. Diese Kondensationszentren bewegen sich im Kammervolumen 
ind kénnen die obere Grenze der empfindlichen Schicht erreichen. Dadurch 
jilden sie einen mehr oder weniger gleichmaBigen Schleier von Trépfchen. Bei 
1oher Ionenkonzentration ist ein Absinken der Ubersattigung in der empfind- 
ichen Schicht der Kammer unter den Wert S, méglich. Die Unempfindlichkeits- 
‘eit nach dem Aufhoren der Strahlung hangt von der Natur des Dampfes ab. 
Dies ist ein Hinweis dafiir, daB als Kondensationszentren offenbar nicht die 
nen, sondern geladene Trépfchen, die aus héhergelegenen Schichten in die 
‘mpfindliche Schicht diffundieren, in Frage kommen. 

Die geladenen Zentren kénnen aus dem oberhalb der empfindlichen Schicht 
iegenden Kammervolumen entfernt werden, indem zwischen den als Elektrode 
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dienenden Deckel und eine zweite, in der Nahe der oberen Empfindlichkeit 
grenze angebrachte Elektrode ein elektrisches Feld gelegt wird. | 
Bei Verunreinigungen des Kammervolumens durch ungeladene Kondensation) 
zentren erfolgt die Reinigung durch Uberfiihrung dieser Zentren in die em] 
findliche Schicht. Die dabei entstehenden Trépfchen fallen auf den Bode 
Bei groBer Zentrenzahl ist die Geschwindigkeit des Transports durch den Dampy 
strom begrenzt. Bei geringer Zahl, bei der der Dampfverbrauch zur Tropfey 
kondensation geringer ist als der Dampfstrom, wird die Unempfindlichkeitsze 
bestimmt durch die Geschwindigkeit, mit der die Zentren in die empfindlicl] 
Schicht transportiert werden. Daher hangt die Unempfindlichkeitszeit stail 
vom Charakter der Gasbewegung im Kammervolumen und von den konstrul| 
tiven Hinzelheiten der Kammer ab. Eine Kammer einfacher Konfiguration my 
stark nichtlinearer Temperaturverteilung ist nach der Fillung mit ungereinigtq 
Zimmerluft gréBenordnungsmaBig zwei Minuten lang unempfindlich. By 
Begradigung der Temperatur-Verteilungskurve verringert sich die Konvektion} 
geschwindigkeit und die Unempfindlichkeitszeit wachst, wobei sie in einig¢| 
Falien 20 Minuten und mehr erreicht. | 
Es erscheint wesentlich, zu bemerken, daB sich die Kammer bei Abwesenhe 
standig wirkender Quellen von Kondensationszentren mehr oder weniger schn¢ 
selbst reinigt. Diese Eigenschaft der Diffusionskammer ist einer der wesentlic} 
sten Vorztige gegeniiber der Wilsonkammer. | 


| 
3. Richtung der Diffusion 


In der Diffusionskammer ist die Dichte nicht tiber die Hohe konstant, sonde 
eine Funktion sowohl der Temperatur als auch der prozentualen Zusamme 
setzung des Gas-Dampf-Gemisches. Falls das Molekulargewicht des Gas 
kleiner als das des Dampfes ist, kann dies dazu fiihren, da8 die Dichte des G 
misches in der Richtung von oben nach unten vermindert wird; in der Kamm 
entsteht eine besondere Form der Konvektion. Zwischen Deckel und Bod 
bildet sich ein System vertikaler Konvektionsstréme aus. Dieser Effekt entste4 
hauptsachlich in Niederdruckkammern, in denen der Partialdampfdruck » 
dem Gesamtdruck vergleichbar wird. | 
Die Konvektion kann durch Umkehrung der Diffusionsrichtung beseitigt werde| 
Kammern mit erwérmtem Boden und gekiihltem Deckel (Diffusionsrichtung v 
unten nach oben) wurden in [15, 16, 17] beschrieben. Daten iiber die Unteél 
suchung der Arbeitsweise solcher Kammern sind in [8, 18] zu finden. 
Bei hohen Gasdrucken, bei denen der Dampfdruck gegeniiber dem Gesamtdrui 
vernachlassigbar klein ist, wird dieAnderung der prozentualen Zusammensetzu 
des Gemisches klein und die Dichtedinderung mit der Hohe hauptsachlich dur} 
einen Temperaturfaktor bedingt. In Kammern mit einer Diffusionsrichtuj 
von oben nach unten begiinstigt die VergréBerung des Gasdrucks oder ‘| 
Verminderung des Partialdampfdrucks eine Stabilisation des Gases. Genau 
wirkt die Vergré8erung des Gasmolekulargewichts oder die Verringerung d] 
Dampfmolekulargewichts. Es ist bekannt, daB mit Wasserstoff oder Heliul 
gefiillte Kammern nur dann stabil betrieben werden k6nnen, wenn der Gesa a 
druck des Gemischs einige Atmospharen tibertrifft [19] (Temperatur der Dam] 
quelle + 10° bis + 15° C). Bei Temperaturerniedrigung des oberen Déckels w 
der Partialdampfdruck stark verringert, wodurch ein Arbeiten mit leicht 
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Gasen von weniger als Atmospharendruck erméglicht wird [20]. Es ist ersichtlich, 
da im letzten Fall die Bodentemperatur zur Erreichung der notwendigen 
Temperaturverteilung im Kammervolumen vermindert werden muB. 


4. Einander ahnlicdhe Kammern 


Die weiteste Verbreitung haben Hochdruckkammern gefunden. Wie schon 
erwaihnt, kann in Kammern dieses Typs die Temperaturverteilung und damit 
die GréBe der Uberséttigung in weiten Grenzen reguliert werden. Die in einer 
Kammer erhaltenen Ergebnisse kénnen fiir andere Kammern des gleichen Typs 
verwendet werden. Zur Inbetriebnahme einer Kammer wird diese gewdhnlich 
mit Luft bei Atmospharendruck gefillt; danach wird die optimale Temperatur- 
verteilung in ihrem Volumen auf experimentellem Wege ermittelt. Die dabei 
festgestellten Arbeitsbedingungen sind auch fiir andere Gase und Drucke 
optimal (wenn in allen Fallen Gr-Pr > 10°). Fir Kammern mit eindeutiger 
Temperaturverteilung haingt die Gré8e der maximalen Ionenbelastbarkeit 
und die Unempfindlichkeit von der Natur des Gases, dem Kammerdruck und 
dem Dampfstrom ab. 

SHUTT stellte fest, da8 Ionenbelastung und Druck mit den Parametern des 
Gases in der folgenden Beziehung stehen [27]: 

B= py Do’ pl(ngaZ py". 


0 


Hierbei ist B eine konstante GréB8e fiir die gegebene Temperaturverteilung, 
My die kinematische Zahigkeit bei 273° C und Normaldruck, D, der Diffusions- 
koeffizient des Dampfes im Gas bei Normaldruck und 273° C, n) die pro cm? 
Luft und Sekunde bei Atmospharendruck erzeugte Zahl der Ionen, a die Zahl 
der Atome im Gasmolekiil und Z die Ordnungszahl des Gases. 

In der Theorie von SHUTT wird der Einflu8 neutraler Kondensationszentren 
nicht beriicksichtigt. BEVAN erhielt durch eine entsprechende Korrektur eine 
Formel, die sowohl neutrale als auch geladene Kondensationszentren beriick- 
sichtigt [22]: 

By = by Dy! p'ls[ngaZ pp + 14,5 e116") %s ; 


hierin ist ¢ die héchste Temperatur im Kammerinnern in Celsiusgraden (ge- 
wohnlich die Temperatur der Dampfquelle). 

Die angefiihrten Beziehungen wurden in [8, 9, 14] einer experimentellen Priifung 
unterzogen. Dabei wurde festgestellt, daB bei Ersetzen eines Gases durch ein 
anderes und bei Druckanderung die Beziehung zwischen fy, Do, a, Z, der maxi- 
malen JIonenbelastung und dem Druck gut durch die Formel von SHUTT 
beschrieben wird. 

Die Theorie von SHUTT 148t den Einflu8 des Dampfstroms auf die Arbeitsweise 
der Kammer unberiicksichtigt. Tatsachlich wurde jedoch in [8, 18] gezeigt, daf 
dieser EinfluB wesentlich ist. Bei Anderung des Dampfstroms (durch Ober- 
flachenvergréBerung der Dampfquelle) kann die maximale Ionenbelastbarkeit 
einige Male vergréBert und die Unempfindlichkeitszeit wesentlich verktirzt werden. 
In der Formel von BEVAN bleibt die Tatsache unberiicksichtigt, daB bei Tem- 
peraturerhéhung der Dampfquelle gleichzeitig mit der VergréBerung der Zahl 
neutraler Zentren auch der Dampfstrom vergréBert wird. Daher wird die Formel 
yon BEVAN durch das Experiment nicht bestiatigt. So verringert sich z. B. in 
einer Reihe von Fallen die maximale Ionenbelastbarkeit nicht bei Temperatur- 
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erhéhung der Dampfquelle (wie es aus der Formel von BEVAN folgt), sonder 
wachst [8]. 

Nach SHUTT gibt es einen minimalen Temperaturgradienten, bei dem ei 
Kammer unter gegebenen Bedingungen noch arbeiten kann. BEVAN pest 
experimentell die Beziehung zwischen dem minimalen Temperaturgradienten 
in der empfindlichen Schicht und dem Parameter B [22]. Seine Ergebnisse konné 
jedoch offenbar nur beschrankte Anwendung finden, da der Parameter B nick 
nur vom Temperaturgradienten in der empfindlichen Schicht, sondern aug 
von der Temperaturverteilung im Kammervolumen abhangt. Fir verschieden 
Konstruktionen kénnen sich die Temperaturverteilungen im Kammervolume 
bei gleichem Temperaturgradienten in der empfindlichen Schicht merklic 
voneinander unterscheiden. Offensichtlich erklart sich hieraus auch die Taj 
sache, daB Messungen, die in anders konstruierten Kammern durchgefih} 
wurden, eine AbhangigkeitG von B ergaben, die von der von BEVAN ermittelte 
verschieden ist [8]. | 


5. Niederdruc&kkammern 


Eine Beschreibung von Niederdruckkammern findet man in [20, 23]. D 
Temperaturverteilung im Gas von Niederdruckkammern hangt wenig von di 
Temperaturverteilung in den Kammerwanden ab [9] und kann daher nicht w 
in Hochdruckkammern reguliert werden. 

Bei Druckerniedrigung kann die Temperatur in den unteren Schichten ei 
arbeitenden Kammer sowohl erhoht als auch vermindert werden. Dies han 
ab vom Charakter der Temperaturverteilung beim héheren Druck. Die Drue} 
erniedrigung in einer Kammer mit stark nichtlinearer Temperaturverteilu 
(und damit geringer Hohe der empfindlichen Schicht) vermindert die Temperat 
im Innern. Umgekehrt wachst die Temperatur in der Kondensationszone k 
Druckerniedrigung in einer Kammer mit nahezu linearer Temperaturverteilu 
In beiden Fallen wird bei der Druckerniedrigung des Gases eine Verringeru 
der Hohe der empfindlichen Schicht beobachtet. 

Diese Erscheinung hangt offensichtlich mit der Verminderung des Partialdruc} 
im Kammervolumen zusammen [9]. | 
In Kammern mit groBer Héhe der empfindlichen Schicht (> 5 cm) ist 4d 
Verringerung der Schichtdicke bei Druckerniedrigung wesentlich auf die Tet 
peraturerhdhung im Kammervolumen zuriickzufiihren. In [23] wurde gezeig} 
daB die Hohe der empfindlichen Schicht von 100 mm bei Atmospharendrui 
auf 20 mm absinkt, wenn der Druck auf 30 mm Hg herabgesetzt wird. | 
Bei Drucken von weniger als 30 mm Hg entstehen in der Kammer periodise} 
Dichtefluktuationen des Schleiers [24]. Die empfindliche Schicht zerfallt in Zelle 
Der Schleier sinkt herab und wird neu gebildet (Pulsieren des Nebelschleiert 
wobei Form und réumliche Verteilung der Zellen variieren kénnen. Die Zelle 
gréBe und die Pulsierungsfrequenz hingen vom Kammerdruck sowie von i! 
Natur des Gases und des Dampfes ab. Verringert man den Dampfstrom od| 
erniedrigt man den Gasdruck, so wird die Pulsierungsfrequenz vergroB a| 
Je geringer die latente Kondensationswarme und je kleiner dasMolekulargewid| 
des Gases ist, um so gr6Ber ist die Pulsierungsfrequenz. Die Dichtefluktuatil 
des Nebelschleiers hangt offensichtlich mit der Warmeabgabe bei der Kondd{ 
sation zusammen. i} 


{ 


U 


Die Diffusionskammer 493 


ls wichtige Tatsache sei bemerkt, da® die Spur eines a-Teilchens, die durch 
ine Zelle verlauft, nicht unterbrochen wird. Unter bestimmten Beleuchtungs- 
edingungen kénnen die Zellen auf den Photographien unbemerkt bleiben 
wahrend die Spur des a-Teilchens deutlich sichtbar ist). 

Vie bereits angefiihrt, entstehen Fluktuationen des Tropfenschleiers bei be- 
timmter Temperaturverteilung auch in Hochdruckkammern. In Hochdruck- 
ammern kann dieser Effekt beseitigt werden. In Niederdruckkammern ist 
m Gegensatz dazu die zeitliche Dichtefluktuation des Schleiers nicht zu be- 
eben, weil in diesen Kammern eine Regulierung der Temperaturverteilung 
icht méglich ist. 


6. Besonderheiten der Steuerung 


Jie Diffusionskammer kann sowohl durch auBere als auch durch innere Zahler 
esteuert werden [25]. Bei Arbeiten an Beschleunigern erfolgt die Steuerung 
er Diffusionskammer im allgemeinen durch den Beschleuniger selbst [26]. Die 
ler Arbeit [26] entnommene Aufein- 

nderfolge der Operationen und die fee 23 45 

azwischen liegenden Zeitintervalle 
ind in Bild 13 angefiihrt. 

n der Diffusionskammer beginnt das 
‘YYopfenwachstum unmittelbar nach 
em Teilchendurchgang, wahrend in Bild 13. Schema eines Arbeitszyklus der Diffusions- 


: ie te kammer. Die charakteristischen Zeiten sind 
ler Wilsonkammer zwischen dem in Sekunden angegeben. 7 Hinschalten des 


foment des Teilchendurchgangs und elektrischen Reinigungsfeldes, 2-3 Lin- 
lem Zeitpunkt zu dem die notwen- schuB der Teilchen, 4 Belichtungsimpuls, 
4 erry E 5 5 Hinschalten des elektrischen Reinigungs- 
lige Ubersattigung erzeugt wird, eine feldes und des Mechanismus fiir den Platten- 
estimmte Zeit vergeht, in der die transport. Yolle Zyklendauer 6—12 Sekun- 


| : den. 
onen vom Erzeugungsort wegdiffun- 


lieren. Dies fiihrt dazu, daB die Teil- 

henspuren in Diffusionskammern von besserer Qualitat als in zahlergesteuer- 
en Wilsonkammern sind. Weiter ist zu beachten, da$ in der Diffusionskam- 
aer auch keine Spurenverzerrungen auftreten, die durch die mit dem 
IxpansionsprozeB verbundene Gasbewegung verursacht werden. Das Steuerungs- 
ystem einer Diffusionskammer ist bedeutend einfacher als ein entsprechendes 
‘teuerungssystem einer Expansionskammer. 

Vegen der kontinuierlichen Arbeitsweise kann eine Diffusionskammer mit 
lilfe eines Photomultipliers (PM) gesteuert werden, der das Arbeitsvolumen 
durchmustert‘ . Das Licht, das von den Teilchenspuren gestreut wird, fallt 
a den PM, an dessen Ausgang ein elektrischer Impuls auftritt, der das Steue- 
ungssystem in Betrieb setzt. Notwendige Bedingung fiir die Realisierung einer 
olchen Steuerung ist die Forderung, daf die Fluktuation des am Tropfenschleier 
estreuten Lichtes wesentlich kleiner ist als der Lichtimpuls, der von einer Spur 
u registrierender Teilchen herriihrt. Diese Bedingung ist bei der Registrierung 
on Schauern, die durch hochenergetische Teilchen erzeugt werden, sowie bei 
tark ionisierenden Teilchen (z. B. a-Teilchen) leicht zu verwirklichen. 

n einer kurzen Mitteilung [27] wurde von der Méglichkeit berichtet, Diffusions- 
ammern durch ein Photoelement zu steuern. 
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Die Steuerung einer Kammer durch PM kann sich als sehr aussichtsreich 
weisen, z. B. bei der Registrierung groBer atmospharischer Schauer oder k 
Ereignissen, die mit der Entstehung stark ionisierender Teilchen im Innern di 
Diffusionskammer selbst verbunden sind. 


7. Konstruktive Besonderheiten von Diffusionskammern 


a) Kiihlung des Kammerbodens 


Die Bodentemperatur, bei der eine Kammer zufriedenstellend arbeitet, v 
in hohem Mae durch die Natur des Dampfes bestimmt. Gewohnlich wird 
der Diffusionskammer Methyl- oder Athylalkoholdampf benutzt. Fur di 
Dampfe muB die Bodentemperatur unterhalb — 40° C liegen. ! 
Am einfachsten ist die Kiihlung des Bodens durch unmittelbaren Konte 
mit fester Kohlensaure, die durch Federdruck an den Boden angedriickt wi 
Diese Methode ergibt vollkommen befriedigende Resultate beim Betr 
von Kammern mit Wanden aus schlecht leitendem Material. In Metallkamme¢ 
ist der Warmestrom ziemlich groB. So betragt z. B. der notwendige Warmestr 
einer Kammer mit 6 mm starken Stahlwinden und 430 mm Durchmesser | 
einem Temperaturgradienten von 6° C/cm immerhin 50 cal/sec [28]. Hier) 
erreicht die Verdampfungsgeschwindigkeit fester Kohlensaure 1 l/sec, was i 
Bildung einer warmeisolierenden Gasschicht fiihrt. Dies verursacht seiners¢ 
eine ungleichmaSige Kihlung des Bodens. i} 
Etwas bessere Ergebnisse kann man erzielen, wenn man den Boden durch | 
Gemisch aus fester Kohlensdure und Azeton oder Alkohol kihlt (29, 14]., 
einen Behilter, der an den Boden angeschweiBt wird, fiillt man das Kthlgemi 
ein, das mit der unteren Bodenflache Warmekontakt hat. Hierdurch wird e} 
gleichmaBige Kiihlung des Bodens gewihrleistet. Jedoch vermindert die Abgg 
groBer Gasmengen bei grofen Warmestrémen auch in diesem Falle die Gesal| 
berithrungsfliche mit dem Kiihlgemisch, so da8 auch hier das Erreichen niedr 

Temperaturen verhindert wird. 
Zur Kiihlung des Kammerbodens auf niedrigere Temperaturen wird flissi 
Stickstoff benutzt. Der Kammerboden wird entweder durch einen Warmele} 
gekihlt, der sich in einem Dewargefa8: befindet [20], oder dadurch, daB | 
fliissige Stickstoff durch am Boden befestigte Rohrschlangen geleitet wp 
[8, 12]. 
In Diffusionskammern, die in Verbindung mit Beschleunigern arbeiten, .v 
im allgemeinen ein Kiihlsystem benutzt, das aus einem Warmeaustaus¢ 
(oder einer Kiihlmaschine) und einer unmittelbar am Kammerboden befestig} 
Rohrleitung besteht. Die Kihlfliissigkeit wird tiber den Warmeaustaus¢ 
(gewohnlich ein Tank, der mit einem Gemisch aus fester Kohlensdure und Az¢ 
gefiillt ist) und danach tiber die am Kammerboden befestigten Rohrschlan} 
gepumpt. Die Temperatur kann durch Anderung des Dampfdrucks tiber 4| 
Kihlgemisch geregelt werden. Dies erméglicht eine Kiihlung des Kammerbod} 
bis zu Temperaturen der GroéBenordnung minus 100° C [28]. In [28] wer} 
Berechnungen angefiihrt, die bei der Projektierung von Zirkulationsktihlsyste}} 
von Diffusionskammern von Nutzen sein kénnten. i 
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spezifische Schwierigkeiten treten bei der Kithlung von Kammern mit durch- 
ichtigem Boden auf. Eine solche Kammer wird in [30] beschrieben. 


b) Die Kammerwande 


Jie Wande einer Diffusionskammer erfiillen zwei verschiedene Funktionen. Sie 
ind zum ersten ein Teil des Mantels, der bei Fiillung der Kammer mit Gasen 
ei verschiedenen Drucken hermetisch dicht und hinreichend haltbar sein 
nuf. Zweitens definieren die Kammerwande die Grenztemperaturen und 
eeinflussen folglich ganz wesentlich die Temperaturverteilung im Kammer- 
‘olumen. 

Jie Wandtemperatur mu8 in beliebigen horizontalen Querschnitten konstant 
ein, damit im Kammervolumen keine lokalen Konvektionsstréme auftreten, 
lie den normalen Betrieb stéren. InKammern mit durchsichtigem Wandmaterial, 
n denen keine besonderen Beleuchtungsfenster notwendig sind, kann diese 
sedingung leicht erfillt werden. Im Unterschied zu Kammern mit geschlossenen 
Vanden miissen Metallkammern mit einem Fenster fiir Beleuchtung und zum 
“inschieBen der Teilchen versehen sein. In diesen Kammern trifft der tiber die 
Vand vom Deckel zum Boden flieBende Warmestrom in verschiedenen Quer- 
chnitten auf unterschiedliche Widerstande. Dies fiihrt dazu, daB die vertikale 
‘emperaturverteilung der Wand in verschiedenen Querschnitten ebenfalls 
nterschiedlich ist. Die Existenz eines horizontalen Temperaturgradienten 
uhrt zur Bildung von Konvektionsstrémen, die wegen der Entstehung von 
eitlich unveranderlichen Nebelstreifen leicht zu erkennen sind. Die Konvektion 
erursacht im Kammervolumen eine von der Temperaturverteilung der Kam- 
nerwande verschiedene Temperaturverteilung. 

Jm die Temperaturdifferenzen zu beseitigen, kann man in beliebigen Kammer- 
uerschnitten Kalte- und Warmequellen verwenden, die an den auBeren Wand- 
eiten angebracht werden. Man kann ein Temperaturfeld jedoch bedeutend 
infacher erhalten, wenn man im Innern der Kammer einen besonderen Mantel 
nbringt [8, 14, 31]. Zu diesem Zweck wird im Innern der Metallkammer ein 
‘ylinder aus durchsichtigem Material angebracht, dessen Halterung aus rotem 
<upfer besteht. Die Temperatur auf dem unteren Rand des Plexiglaszylinders 
yird durch die Temperatur einer Kupferscheibe definiert, die auf dem oberen 
tand durch die Temperatur einer Kupferrinne, in der sich die verdampfende 
iissigkeit befindet. Von auBen wird der Zylinder vom Gas umspiilt, das fiir 
ie Warmeiibertragung zwischen den einzelnen Kammeraggregaten sorgt. 
fessungen mit Thermoelementen, die an den Zylinderwanden hafteten, ergaben, 
aB der horizontale Temperaturgradient 1—2° C nicht tiberschreitet [8]. 

Jie Schwierigkeiten, die mit dem notwendigen Temperaturausgleich an Metall- 
ammerwanden mit Fenstern zusammenhingen, konnen in hohem Mae 
eseitigt werden, wenn man die Kammer durch ein Fenster in oberem Deckel 
ber einen im Kammerinnern angebrachten Spiegel beleuchtet [8]. In diesem 
Malle fallt das Fenster in den Seitenwanden weg. Ein Fenster in den Seiten- 
yanden ist auch aus Griinden der Haltbarkeit unerwiinscht. Bei hohen Tem- 
eraturgradienten entstehen innere Spannungen in Kammerbestandteilen, die 
us Material mit unterschiedlichen Ausdehnungskoeffizienten bestehen. Dies 
st bei Hochdruckkammern sehr gefahrlich, da im Verlauf der sténdigen Ab- 
thlung uud Erwairmung durch vielfiltige Deformationen Undichtigkeiten 
uftreten kénnen. Die Beseitigung von Lecks und das Anbringen von Vor- 
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richtungen, die die Méglichkeit ihres Entstehens in Kammern mit Fenstes 
verringern, komplizieren den Betrieb der Apparatur [14]. 


c) Die Dampfquelle 


Die Dampfquelle ist in Kammern mit Diffusionsrichtung von oben nach unt 
im allgemeinen eine mit der Arbeitsfliissigkeit gefiillte Rinne, die im oben 
_ Deckel angebracht ist. In der Nahe des Deckels wird der Dampfdruck mit q 
Entfernung von der Rinne verringert. Um nahe dem oberen Deckel eine hom 
gene Ubersattigung zu erhalten, die gleich eins ist, kann als Dampfquelle ei 
auf konstanter Temperatur gehaltene Flissigkeit benutzt werden, die von ¢ 
unteren Oberflache aus verdampft wird [8]. In diesem Falle mu8 der Deckel « 
GefiB mit gasdichten Wanden sein, dessen Boden aus einer pordésen Schei¢ 
wand besteht. Eine einfachere Verdampferkonstruktion wurde friiher beschy 
ben [17]. An der unteren Flache des Metalldeckels wird ein gut angefeuchte; 
Gewebe befestigt. Um die Feuchtigkeit auf konstantem Niveau zu halt 
wurde ein System von Speisungsrohren benutzt. | 
Eine als Rinne ausgefiihrte Dampfquelle besitzt zwei wesentliche Mangel; | 
erfordert erstens periodisches Nachfiillen der Arbeitsflissigkeit. In oral 
Kammern, die bei erhéhtem oder vermindertem Gasdruck arbeiten, sind : 
Nachfillung der Arbeitsfliissigkeit besondere Anlagen notwendig, wodurch 
Kammerkonstruktion und ihr Betrieb kompliziert werden. Zweitens erfolgt | 
der Anwendung eines Gemisches verschiedener Fliissigkeiten wahrend | 
Arbeitsprozesses eine Anderung der Zusammensetzung und damit eine Ander 
der Arbeitsbedingungen in der Kammer. Aus diesem Grunde benutzt manj 
Diffusionskammern gewohnlich reinen Alkohol. Es ist jedoch bekannt, da8B m 
mit einem Gemisch bessere Resultate erzielt. Bringt man in der Kammer}} 
den Rinnen einige Unterteilungen an, dann kann man bei Benutzung mehre 
reiner Flissigkeiten mit einem Dampfgemisch arbeiten. Hierdurch wird jedé 
der Mangel vergréBert, der mit der Notwendigkeit besonderer Anlagen 2 
Nachfiillen der Arbeitsfliissigkeit zusammenhangt. | 
1952 wurde eine Diffusionskammer vorgeschlagen, die eine kontinuier}} 
wirkende Dampfquelle besitzt und von den angefiihrten Nachteilen frei ist [: 
Die auf den Kammerboden eingefiillte Arbeitsflissigkeit wird durch Kapill 
krafte tiber porése Platten angehoben, die nahe den Wanden angebracht sii 
und diffundiert danach (durch Verdampfen) in das‘Kammervolumen. Di¢ 
ProzeB erfolgt ununterbrochen, solange die notwendige Temperaturdiffery 
zwischen Deckel und Boden aufrechterhalten bleibt. Wahrend des Betrie 
bleibt die Zusammensetzung des Gemisches konstant. Untersuchungen 
Struktur der empfindlichen Schicht mit Hilfe von Gasentladungen [8] so 
durch Expansionsmethoden [12] in einer Kammer mit ununterbrochen wir 
der Dampfquelle [33] zeigten, daB die Ubersattigung in der empfindlic}] 
Schicht wenig von der horizontalen Koordinate abhangt. Die Verteilung 
Partialdrucke im Volumen einer Kammer mit ununterbrochen wirke 
Dampfquelle zeigt den gleichen Verlauf wie in Kammern mit den gewohnl}} 
benutzten rinnenformigen Dampfquellen. Ein in die porésen Platten |} 
schnittenes Fenster zur Beleuchtung des Kammervolumens verursachte kef 
Inhomogenitiaten der empfindlichen Schicht. ntieie 2 i 
In Kammern mit kontinuierlich arbeitender Dampfquelle ist der Tropfenschll 


in der Regel weniger dicht und homogener als in Kammern mit rinnenfé Hf 
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ger Dampfquelle, die in der Nahe des oberen Deckels angebracht ist. Dies hangt 
offenbar damit zusammen, da8 in der Nahe einer rinnenfoérmigen Dampfquelle, 
die am oberen Deckel angeordnet ist, unter bestimmten Bedingungen die Bil- 
dung einer groBen Zahl von Kondensationszentren méglich ist. 

Gewohnlich ist in Kammern mit rinnenférmiger Dampfquelle deren Temperatur 
ainige Grade héher als die Temperatur des umgebenden Gases. Diese Temperatur- 
lifferenz ist besonders gro in Kammern, in denen die zusatzliche Erwarmung 
Jer Dampfquelle so wie z. B. in [22] erfolgt. Bei Umspiilen dieser Quellen mit 
Gas, das aus unteren Querschnitten stammt, werden die entstehenden Konden- 
sationszentren in die empfindliche Schicht transportiert, wo sie Schleierbildung 
verursachen. 

Bei ungleichmaBiger Erwarmung der Kammerwande oder des Deckels entstehen 
m Kammerinnern lokale Konvektionsstréme, die dem Tropfenschleier eine 
mtsprechende Form geben. Die Stréme gekiihlten Gases, die die Richtung von 
»ben nach unten haben, fallen in die empfindliche Schicht und bilden Nebel- 
streifen, deren Form und raéumliche Anordnung zeitlich fast unveradndert 
dleibt. Die Entstehung solcher Nebelstreifen wurde von vielen Autoren ver- 
nerkt [24]. In den Fallen, in denen die Dampfquelle niedrigere Temperatur 
ils das Gas in der Nahe des oberen Deckels hat (wie z. B. bei kontinuierlich 
virkenden Quellen) auBert sich diese Erscheinung bedeutend weniger. 

dine kontinuierlich arbeitende Dampfquelle kann auch in Kammern mit 
groBen Dimensionen benutzt werden (wie z. B. in der Kammer mit 60 x 90 cm? 
3odenflache, die auf der Allunions-Industrieausstellung 1956 gezeigt wurde). 


ie bereits bemerkt, wachst bei Temperaturerhéhung der Dampfquelle die 
Yah] neutraler Zentren und folglich der Tropfenschleier. Es scheint offenbar 
moglich, bei Temperaturen im Kammervolumen, die 60° C iiberschreiten, 
och Spuren von ionisierenden Teilchen in befriedigender Qualitat zu erhalten. 
ei Temperaturen der GréSenordnung 80° C kann eine Kammer im allgemeinen 
eine Strahlung mehr registrieren. 


d) Beleuchtung des Kammervolumens 


Das Kammervolumen wird gewohnlich von der Seite durch transparente 
Vande oder bei Metallkammern durch ein Fenster in den Wanden beleuchtet. 
\Jm die auBere Flache der in die Seitenwainde eingelassenen Fenster vor dem 
Vereisen oder Anlaufen zu schiitzen, werden warmeisolierende Luftschichten 
enutzt [34, 35]. Hierbei liegt die Temperatur der von Zimmerluft umgebenen 
‘uBenflache gewdhnlich itiber dem Taupunkt. In einigen Fallen werden die 
suBenwande zur Verhinderung der Kondensation erwarmt. Um das Anlaufen 
Beschlagen) der auBeren Oberflache von Metallkammerfenstern zu verhiten, 
erden im allgemeinen besondere Mantel benutzt, die die Fenster von der 
Jimmerluft isolieren [14]. Die Luft im Innern des Mantels wird getrocknet. 
teleuchtungsk6rper und Linsensystem werden innerhalb des Mantels ange- 
acht. 

Yer Lichtstrom steht, allgemein gesprochen, mit dem Gas-Dampf-Gemisch 
ln Kammervolumen in Wechselwirkung. Das kann in einigen Fallen zur Ver- 
\céBerung des Tropfenschleiers, zur Verschlechterung der Spurqualitaten und 
Verkleinerung der zulassigen Ionenbelastung fiihren. Wird die Kammer 
ch Gasentladungsréhren beleuchtet, dann kénnen in ihrem Innern neutrale 
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Kondensationszentren entstehen [14]. Wegen der hohen Lebensdauer kénn¢ 
sich die neutralen Zentren im Kammervolumen anhaufen. Infolge dieses P. 
zesses wachst der Tropfenschleier in der Kammer mit der Zeit und kann 
dauerndem Betrieb so groB werden, daB die Registrierung ionisierender Teilch 
erschwert wird. In einigen Fallen kann ungefilterte Beleuchtung des Kammeé 
volumens durch Impulslampen zu langeren Storungen des normalen Betrie} 
und zum volligen Verlust der Empfindlichkeit fiihren. 
Eine weitere Lichtwirkung besteht in der Erwarmung der Kammerwanq 
was zur Anderung der Temperaturverteilung fihrt. Bei gleichmaBiger Beleucy 
tung des Kammervolumens und Verhinderung der Erwarmung der Wan 
verursacht eine dauernde Beleuchtung durch Glihlampen keine merklic 
Stérung des normalen Betriebs. So arbeitet z. B. eine Kammer, bei der die Spury 
ionisierender Teilchen auf einen Schirm projiziert werden, ununterbrochen 


einem Lichtstrom von 2000 lm [30]. / 


‘e) Verwendung von Platten in der Diffusionskammer 


Bei der Untersuchung der Wechselwirkung hochenergetischer Teilchen 
Materie ist es in vielen. Fallen erwiinscht, im Arbeitsvolumen der Kamny 
Absorptionsplatten anzubringen. Das Anbring} 
fester Kérper im Volumen der Diffusionskamn} 
und die damit verbundene Anderung der Bedj 
gungen des Warme- und Materietransports kaj 
die Betriebsweise der Kammer wesentlich 
andern. 
Die Temperaturverteilung im Kammervoluny 
wird durch Platten geringer Dicke aus schle¢ 
warmeleitendem Material nur wenig beeinfly 
(die Temperaturverteilung der Platte wird d 
die Temperaturverteilung im Kammergas gegebeé 
0 70 20 30 Analoge Bedingungen entstehen, wenn man | 
Abstand von der Wand in mm sammengesetzte Platten benutzt, die voneina 
Bild 14. hie rag Segre ne. thermisch isoliert sind. So wurde z. B. in [36] | 
innerhalb derKammer an. zeigt, daB ein derart vorbereitetes Bleifilter 
gebrachten Platte. Warmeverteilung in der Kammer nicht stérend |} 
einfluBt. 
Benutzt man freiliegende Platten aus gut warmeleitendem Material, dann nj 
man unbedingt die Temperaturverteilung der Platte durch entspreche} 
Verteilung von Warme- und Kaltequellen zwangsweise vorgeben. In dies 
Falle ist der KinfluB der Platten auf die Temperaturverteilung im Kammerinn} 
wesentlich. | 
An der Oberflache fester Kérper kann die Ubersittigung den Wert 1 nij 
liberschreiten. Daher entsteht in der Nahe der im Kammervolumen angebraj 
ten Platten eine Unempfindlichkeitszone. Dieser Umstand beschrankt |} 
prinzipieller Mangel die Anwendung von Diffusionskammern mit Platten. || 
In [37] betrachtet der Autor verschiedene Anordnungen von Platten sowie} 
Faktoren, die die Grofe der unempfindlichen Zone in Plattennahe beeinflusy 
Die Gréfe der unempfindlichen Zone wurde mit Hilfe vorn q- und B- Que) 
bestimmt. Wie die in dieser Arbeit durchgefiihrte Analyse der Spurph 


Abstand vom Boden inmm 


\ 


graphien zeigte, hat die unempfindliche Zone die in Bild 14 dargestellte Fj 
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Man erhalt das Profil des unempfindlichen Gebiets dadurch, daB man den 
Bersih unmittelbar nach einer Expansion oder Gasentladung photo- 
zraphiert [8]. Hierbei ist bei Beleuchtung des Kammervolumens durch einen 
on Lichtstrahl auf der Photographie deutlich die unempfindliche Zone in 
der Nahe der Wande am fehlenden Schleier zu erkennen. 

Die Gro8e der unempfindlichen Zone haingt von der Starke des Dampfstroms 
ab. Bei VergréBerung der letzteren wiachst die Hohe der empfindlichen Zone, 
die GréBe der unempfindlichen Zone wird verringert. Einen wesentlichen 
Kinflu8 auf die GréBe der unempfindlichen Zone iibt der Charakter der Gas- 
ewegung im Kammervolumen aus. Die unempfindliche Zone nahe der Ober- 
flache fester Korper kann dadurch wesentlich verkleinert werden (auf 1—2 mm), 
daB-man die Oberfliche mit stark dampfhaltigem Gas anblast, das héhere 
Temperatur besitzt als die Oberflache. Diese Betriebsart ist in Diffusionskammern 
mit grofem horizontalen Temperaturgradienten leicht zu verwirklichen. 


Die Diffusionskammer besitzt gegeniiber der Wilsonkammer eine ganze Reihe » 
von Vorztigen. Hierdurch ist auch die Tatsache bedingt, daB die Diffusions- 
Bier heute auf mehreren Anwendungsgebieten (z. B. bei Arbeiten an Be- 
schleunigern) die Wilsonkammer verdrangt. Die Diffusionskammer laBt eine 
wesentliche Erweiterung des Verwendungsbereichs dieser Methode zur Registrie- 
rung von Teilchen zu. So kénnen z. B. mit Diffusionskammern alle Ionisations- 
prozesse fixiert werden, die in der empfindlichen Schicht vor sich gehen. Des- 
alb kann die Diffusionskammer fiir Absolutmessungen von «- und f-Aktivi- 
taten der GroBenordnung 10-1 Curie benutzt werden [38]. Wegen der konti- 
nuierlichen Wirkung kénnen mit der Diffusionskammer alle seltenen Ereignisse, 
die mit der Entstehung stark ionisierender Teilchen verkniipft sind, leicht 
egistriert werden. 

ie Diffusionskammer kann mit Erfolg verwendet werden zur Untersuchung 
von Gasentladungen, des Verhaltens geladener Tropfen in elektrischen und 
Gravitationsfeldern, zum Studium von Erzeugungs- und Wachstumsprozessen 
von Tropfen sowie von Kiskristallen an Kondensationszentren verschiedenen 
Ursprungs. Mit Hilfe von Diffusionskammern kann man ferner die Licht- 
streuung an Trépfchen [39] sowie das Verhalten von Nebel- oder Rauch- 
schichten im Gravitations- und im elektrischen Feld untersuchen [40]. 
Angesichts der einfachen Konstruktion und der zuverlassigen Arbeitsweise 
findet die Diffusionskammer nicht nur in der Forschung, sondern auch in der 
Lehrtatigkeit weite Anwendung, im letzteren Fall als Demonstrationsgerat, 
das eine ununterbrochene Beobachtung von Spuren ionisierender Teilchen 
Peméglicht (30, 41]. 

Heute findet die Diffusionskammer eine weite Anwendung bei der Untersuchung 
der Wechselwirkung beschleunigter Teilchen mit Materie [14, 26, 31]. Sie wird 


auch in der Zukunft, ungeachtet der Entwicklung so aussichtsreicher Gerate 


FE . . . 
wie Lumineszenz- oder Blasenkammern, ihren Wert nicht verlieren. 
: 
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In dem vorliegenden Bericht werden die drei grundsatzlichen Verfahrensweisen der 
Quantenchemie behandelt, die halbempirischen, die theoretischen und die halb- 
theoretischen Verfahren, wie sie der Verfasser nennt. Unter den ersteren sind die 
halbempirischen Regeln und Relationen zu verstehen, wie sie bei aufmerksamer Be- 
trachtung des empirischen Materials gefunden worden sind, und die schon zu einer 
bestimmten Form der Begriffs- und Vorstellungsbildung gefiihrt haben. Darunter 
fallt ganz besonders die Paulingsche Methode, mit.den Vorstellungen der Elektro- 
negativitat und der Jonen- und Bindungsradien, auf die unter anderem niaher ein- 
gegangen wird. Daneben werden weitere Begriffe erlautert und vorbereitet, die dann 
in den anderen Abschnitten im Rahmen der Theorie konkretisiert werden. Bei den 
theoretischen Verfahren werden die wenigen moglichen exakten Lésungen der 
Schrédinger-Gleichung und die beiden bekanntesten Lésungsmethoden diskutiert; 
die Valence-bond-Methode und das Verfahren der Molekiilzustande, mit ihren ver- 
schiedenen Fassungen im Hinblick auf die unterschiedlichen Strukturklassen der 
Molekiile. Neben den Korrelationsfunktionen werden besonders die Fragen der 
Einelektronenfunktionen im Rahmen der Determinantendarstellung besprochen. 
Ferner wird das SCF-Verfahren erértert, welches hier im Zusammenhang mit der 
Methode der Konfigurationswechselwirkung und deren besonderen Form, der 
» natural expansion“, auftritt. 

Da eine scharfe Trennung der einzelnen Methoden nicht moglich ist, und auch gar 
nicht wiinschenswert ware, wird in der Darstellung auf die verschiedenen Quer- 
verbindungen groBer Wert gelegt. Dies gilt besonders fiir den Abschnitt iiber die 
halbtheoretischen Verfahren, die sich von den rein theoretischen dadurch unter- 
scheiden, daB in ihnen bei der Bestimmung einiger vorkommender Gré8en von 
empirischen Werten Gebrauch gemacht wird. Hier sind, neben den halbtheoretischen 
Fassungen der oben erwahnten Verfahren, zu nennen: die Methode der ,,Atome in 
Molekiilen“‘ und die Elektronengasmethode. Auf das Verhaltnis zu den chemischen 
Fragen (Reaktionskinetik) wird hier besonders eingegangen; es findet seine Unter- 
stiitzung darin, daB den formalen Gleichungen Anwendungsbeispiele zur Erlauterung 
beigegeben sind. 
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In den beiden Tabellen des 2. Sonderbandes der ,,Fortschritte der Physik** sind 
21 Arbeiten sowjetischer Physiker iiber kiinstliche Erdsatelliten enthalten. So 
werden z. B. das Hinaufbringen eines Satelliten auf scine Bahn, seine Lebensdauer, 
Bahnstrémungen, der Einflu8 geophysikalischer Faktoren sowie Probleme des 
Fluges zum Mond behandelt. Weitere Arbeiten beschaftigen sich mit Messungen, 
die mit Hilfe von kiinstlichen Erdsatelliten durchgefiihrt werden, z. B. Messungen 
der Zusammensetzung und Variation der kosmischen Strahlung, der Korpus- 
kular- und kurzwelligen UV-Strahlung der Sonne, Druck und Dichtemessungen 
der Atmosphare, deren Zusammensetzung, Messungen der Ionenkonzentration, 
der festen Komponente (Meteoriten), des elektrostatischen und des geomagnetischen 


Erdfeldes. Zwei weitere Arbeiten befassen sich mit den Fragen der Energiever- 


sorgung sowie der Anwendung von kiinstlichen Erdsatelliten zur Nachpriifung der 
ailgemeinen Relativitatstheorie. Ausfiihrlich werden die MeBmethoden besprochen 
und die Apparaturen beschrieben, die in den kiinstlichen Erdsatelliten eingebaut 
sind. 

Alle diese Arbeiten vermitteln ein eindrucksvolles Bild von‘der Vielseitigkeit der 
physikalischen Probleme, die im Zusammenhang mit kinstlichen Erdsatelliten 


auftreten. 
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Zusammenfassung 


finleitend wird kurz auf die Bedeutung und die Anwendungsmoglichkeiten 
lingewiesen, die die Wellen in einem Plasma fiir verschiedene Gebiete der 
*hysik und der Astrophysik haben koénnen (Abschnitt 1). Die Grundgleichungen 
ir ein nicht quasineutrales Plasma werden in Abschnitt 2 abgeleitet, wobei 
rorausgesetzt wird, daB der Einflu8 von neutralen Teilchen vernachlassigt 
verden kann, da8 die Ionen- und Elektronenladungen gleich grof8 sind und daB 
ler Druck der Ionen und Elektronen als isotrop angesehen werden kann. Der 
Jnterschied der Grundgleichungen gegeniiber denen eines quasineutralen 
Jasmas wird diskutiert. In Abschnitt 3 werden die Gleichungen auf ein 
lomogenes Plasma angewandt und linearisiert. Die GréBenordnung der ver- 
chiedenen Terme in den Gleichungen wird abgeschatzt. 

n den Abschnitten 4 bis 6 wird die Ausbreitung von Wellen kleiner Amplitude 
n einem homogenen Plasma untersucht. In Abschnitt 4 werden Wellen in einem 
uBeren Magnetfeld, deren Frequenz klein gegen die Gyrationsfrequenz der 
‘onen sein soll, behandelt. Man bekommt dann die ALFVENschen Wellen und 
igemeine hydromagnetische Wellen. Diese Wellen kénnen transversalen oder 
ongitudinalen Charakter haben und im allgemeinen Fall auch gleichzeitig 
ransversale und longitudinale Anteile besitzen. In Abschnitt 5 werden longitu- 
linale Plasmaschwingungen und Wellen ohne auBeres Magnetfeld betrachtet, 
vobei auch die Ionenschwingungen beriicksichtigt werden. In Abschnitt 6 
vird zunaichst die Ausbreitung elektromagnetischer Wellen in einem Plasma 
yhne duBeres Magnetfeld diskutiert. Daran anschlieBend wird die Ausbreitung 
yon Wellen parallel zu einem auSeren Magnetfeld untersucht, wobei auch kurz 
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auf den FARADAY-Effekt eingegangen wird. SchlieBlich wird die Fortpflanzur 
von Wellen unter Beriicksichtigung der Schallschwingungen senkrecht 2 
einem 4uBeren Magnetfeld unter verschiedenen Bedingungen betrachtet. D) 
Fortpflanzungsgeschwindigkeiten bzw. die Brechungsindizes ftir die ve} 
schiedenen Falle werden angegeben. 
In Abschnitt 7 werden ALFVENsche Wellen endlicher Amplitude sowie Kompre} 
sionswellen endlicher Amplitude, die sich stationér senkrecht zu einem auBere 
Magnetfeld fortpflanzen kénnen, behandelt. Diese letzteren Wellen sind bei de: 
Problem der Dicke einer hydromagnetischen StoBwelle von Bedeutung. Dies 
Frage wird in Abschnitt 8 diskutiert. AuBerdem wird dort gezeigt, welck 
Arten von hydromagnetischen StoBwellen auf Grund der verschiedenen Erhay 
tungssatze existieren kénnen. | 
In dem abschlieBenden Abschnitt 9 werden noch einmal die Voraussetzunge? 
die dieser Arbeit zugrunde liegen, erértert. Insbesondere wird der EinfluB dd 
anisotropen Druckes auf die Ausbreitung von Wellen in einem homogeneé 
Plasma untersucht. Die dann unter bestimmten Bedingungen auftretende{ 
Instabilitaten werden diskutiert. 


1. Einleitung 


Ein ionisiertes Gas bezeichnet man als ein Plasma, wenn die Elektronen u 
Ionen, die in diesem Gas enthalten sind, seine Eigenschaften wesentlich beeii} 


ansehen, d. h. daB, falls nur einfach geladene Ionen vorhanden sind, die Dich: 
der Elektronen und Ionen iiberall und stets fast genau gleich gro8B ist. D 
besonderen Eigenschaften eines Plasmas beruhen auf der elektromagnetisché| 
Wechselwirkung der geladenen Teilchen untereinander und mit auBeren Felder 
Neben diesen fiir ein Plasma charakteristischen Eigenschaften elektromagn 
tischer Natur existieren die hydrodynamischen Eigenschaften, so daB 
physikalische Beschreibung der Vorgange in einem Plasma zu einer Ve} 
kopplung der Hydrodynamik mit der Elektrodynamik fiithrt. Fiir die einfach 
Theorie dieser Art, die die Vorginge in einem Plasma in erster Naherung erfafi 
ist deshalb in den letzten Jahren auch die Bezeichnung ,,Magnetohyd 
dynamik** geprigt worden [1]. In der magnetohydrodynamischen Naheru 
benutzt man die Gleichungen der Hydrodynamik, wobei die infolge der Wechs¢ 
wirkung zwischen Magnetfeld und elektrischem Strom vom elektromagnetisch¢| 
Feld auf das Plasma ausgeiibten Krafte durch die LORENTz-Kraft gegebd 
sind, sowie die MAXWELLschen Gleichungen fiir bewegte Medien in der tiblich¢| 
Form (skalare elektrische Leitfihigkeit) unter Vernachlassigung des Ve 
schiebungsstromes. Zu einer Rechtfertigung dieser Naherung und genauer(| 
Beschreibung des Plasmas kommt man durch die Anwendung eines Zwé 
Flissigkeitsmodells fiir die Elektronen und Ionen [2, 3]. Die Verbesserungy} 
gegentiber den Gleichungen der Magnetohydrodynamik bestehen im wese | 
lichen in einer Verallgemeinerung des OHMschen Gesetzes, indem man di 
Tragheit der Trager des elektrischen Stromes, den HALL-Effekt und die Dru C 
diffusion beriicksichtigt. 

In der folgenden Arbeit sollen nun einige spezielle Eigenschaften eines Plasm4 
untersucht werden, naémlich die Ausbreitung verschiedener Arten von Wella 
In einer reibungslosen Flissigkeit kénnen bei Abwesenheit Von:atBeren Kraftt 
nur die longitudinalen Schallschwingungen auftreten. Die elektromagnetischi} 
und hydrodynamischen Wechselwirkungen sowie die Verkopplung von beide} 
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isbesondere durch auBere Magnetfelder, erméglichen eine ganze Reihe neuer 
chwingungsarten, sowohl longitudinaler als auch transversaler Art, die fiir ein 
lasma charakteristisch sind. Die Kenntnis dieser méglichen Schwingungs- 
rmen ist fiir verschiedene Anwendungsgebiete der Plasmaphysik von Be- 
eutung. Die fiir ein Plasma typischen ,,Plasmaschwingungen‘‘ — das sind 
mgitudinale Schwingungen der Elektronen im Felde der Ionen — wurden z. B. 
ei Untersuchungen an Gasentladungen 1926 von PENNING [4] entdeckt und 
or allem spdter von LANGMUIR [5] und verschiedenen anderen untersucht. 
as Problem der Fortpflanzung von elektromagnetischen Wellen in einem 
lasma tritt bei Untersuchungen iiber die Fortpflanzung und Reflexion von 
adiowellen in der Ionosphare auf [6]. Die von ALFVEN [7, 8] theoretisch auf- 
fundenen ,,magnetohydrodynamischen“ Wellen — jetzt ,,ALFVENsche 
fellen® genannt zur Unterscheidung von den allgemeinen magneto-hydro- 
ynamischen Wellen — sind transversale Wellen in Gegenwart eines auBeren 
agnetfeldes und gewannen ihre erste Bedeutung bei der Untersuchung von 
strophysikalischen Problemen. Inzwischen konnte die Existenz dieser Wellen 
ich im Laboratorium experimentell bei Untersuchungen mit Quecksilber und 
issigem Natrium nachgewiesen werden [9, 10]. In den letzten Jahren hat die 
rage nach den verschiedenen Wellen- und Schwingungsformen in einem 
lasma eine besondere Bedeutung im Zusammenhang mit dem Problem der 
mntrollierten Kernfusion [/7, 12] gewonnen. Durch die auBere Anregung 
sstimmter Schwingungsformen ist es z. B. méglich, dem Plasma unter gewissen 
edingungen Energie zuzufiihren, um damit die Temperatur des Plasmas zu 
hohen [13, 14]. Auf der anderen Seite beobachtet man, da8B praktisch bei 
sher allen existierenden experimentellen Anordnungen zur Erreichung hoher 
emperaturen die Energieverluste sehr viel hoher sind, als man auf Grund der 
sherigen theoretischen Ergebnisse erwarten sollte. Sogenannte ,,cooperative 
hdnomene“, die fiir ein Plasma z. B. in Form von Plasmaschwingungen 
arakteristisch sind, scheinen dabei eine wichtige Rolle zu spielen [15]. Fir das 
irkliche Verstandnis dieser ,,cooperativen Phanomene“, das bisher noch aus- 
eht, wird sicher die genaue Kenntnis der verschiedenen Schwingungsformen 
nes Plasmas ntitzlich sein. 

n folgenden sollen zuerst die Grundgleichungen des Zwei-Flissigkeitsmodells 
sch ecinmal abgeleitet werden, wobei zundchst nicht Quasineutralitat voraus- 
ssetzt wird, um einen Uberblick zu bekommen, inwieweit die unter der An- 
uhme der Quasineutralitat abgeleiteten Plasmagleichungen angewendet werden 
ynnen und welche Voraussetzungen dafiir notwendig sind (Abschnitt 2 und 3). 
1 den Abschnitten 4, 5 und 6 werden dann Wellen kleiner Amplitude ver- 
hiedener Frequenz und unter verschiedenen Bedingungen diskutiert werden. 
7ellen endlicher Amplitude werden an Hand von zwei Beispielen in Abschnitt 7 
‘ortert werden. SchlieBlich werden im Abschnitt 8 magnetohydrodynamische 
toBwellen behandelt werden. In einem abschlieBenden Abschnitt 9 werden 
ann noch einmal die wesentlichen Annahmen und Vernachlassigungen, die in 
ieser Arbeit gemacht wurden, diskutiert, wobei insbesondere die Verhaltnisse 
ei anisotropem Druck noch etwas naher erdrtert werden. 


2. Grundgleichungen 


iir die folgenden Untersuchungen soll das Plasma durch ein Gemisch von zwei 
Fliissigkeiten‘‘ (der Elektronen und der Ionen) beschrieben werden [2]. Wir 


“ 
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gehen aus von Massen- und Impulserhaltungsgleichungen fiir die Elektrons 
und die Ionen, wobei einige vereinfachende Voraussetzungen gemacht werd 
sollen. 

1. Der Einflu8 von neutralen Teilchen wird vernachlassigt. Diese Annahme 
fiir die meisten astrophysikalischen Probleme und fiir viele Experimente 
Zusammenhang mit der Kernfusion sicher gerechtfertigt, da wegen der erheblit 
groBeren Wirkungsquerschnitte der geladenen Teilchen untereinander gege 
tiber denen zwischen geladenen und ungeladenen Teilchen schon bei ve 
haltnismaBig geringer Ionisation die Kopplung zwischen den geladenen u 
neutralen Teilchen gering ist. Jedoch sind die Verhaltnisse in der Ionosphé& 
und zum Beispiel bei Glimmentladungen so, daB dort der EinfluB des Neutré 
gases mit beriicksichtigt werden muB. 
2. Die Ionen- und die Elektronenladung sei gleich groB. Die Gleichungen gelti 
also nur fiir einfach geladene Ionen, zum Beispiel fiir ein Wasserstoffplasma. 
3. Der Druck der Ionen und der Elektronen wird als isotrop angesehen (vgl. abl 
Abschnitt 9). Diese Annahme ist sicher nur gerechtfertigt, solange die Sto 
frequenz gentigend hoch ist, so daB die St6Be zu groBe Abweichungen von 
Isotropie verhindern. Die Annahme bedeutet gleichzeitig, daB die Viskosit 
vernachlassigt wird. ! 
Dagegen wollen wir zunachst nicht Quasineutralitat voraussetzen, d.h. 
Teilchendichte der Elektronen soll von der der Ionen verschieden sein kénné 
Denn im folgenden sollen unter anderem Schwingungen untersucht werden, k 
denen gerade Unterschiede in der Dichte der Elektronen und Ionen herv4 
gerufen werden. 
Man bekommt dann fir die Messencrhaltungeglcichangen der Ionen uj 
Elektronen: 


Ot = — div (7; Vi); (2 
ON» 
ive = — div (nV) (2 


d,v i t | 
' ve -. a v(Vi — Ve) = em (x + ei [a B)) — grad 9; (24 
und 

d.v oie uv 
; ae di F cs y (Uj; — %) = —en,(E + (es B) — grad p, (29 
mit : 
d; Vj 0 | 
A = + (v; grad) v;, (2.8 
de. Ov | 

Te = - + (v, grad) v,. Sa ets (2. 


Zur Ableitung dieser Gleichungen sei auf das Buch von cera und CowLt! 
[16] und auf die Arbeiten von SCHLUTER [2, 17] verwiesen. Der Ansatz fiir 
Kopplungsglieder ergibt sich aus der ersten Naherung der kinetischen Gj 


\ 
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heorie und wurde insbesondere von JOHNSON [18] naher diskutiert. Wie von 
SCHLUTER gezeigt wurde, ist die Sto8frequenz » zwischen den lonen und 
ilektronen in guter Naherung unabhangig von den auBeren Kraften, d. h. ins- 
yesondere auch unabhaingig vom Magnetfeld B und vom elektrischen Feld E. 

n den Gln. (2.1) bis (2.4) sind 9; = mn;, bzw. 0, = men, die Massendichten 
ler Ionen bzw. Elektronen, wenn n; und n, die entsprechenden Teilchendichten 
ind m; und m, die Masse der Ionen bzw. der Elektronen sind (mit m = mj -+ m, 
vird spater die Gesamtmasse bezeichnet werden). Weiterhin wird als Abkiirzung 
rerwendet @ = 0; + Qe. pi und p, sind die Partialdrucke der Ionen und Elek- 
ronen, und der Gesamtdruck ist p = p; + pg. 

», und vw, sind die hydrodynamischen Geschwindigkeiten der Ionen und Elek- 
ronen. e ist die elektrische Elementarladung. Mit ¢ ist die Zeit und mit c die 
uichtgeschwindigkeit bezeichnet. EH und B sind die im Plasma vorhandenen 
lektrischen bzw. magnetischen Feldstarken, d.h. wir beschreiben das Plasma 
ils ein nicht-dielektrisches und nicht-magnetisches Medium, setzen also von 
liesem Standpunkt aus « = w = 1 und machen keinen Unterschied zwischen 
yon auBen angelegten Feldern und im Innern des Plasmas erzeugten Feldern. 
Bei der Betrachtung von Wellen in einem Plasma hat man zwar gelegentlich 
sine Dielektrizitatskonstante « des Plasmas eingefiihrt, jedoch ist das nicht 
sesonders nitzlich und sinnvoll. 

Wir fiihren nun die Massengeschwindigkeit » des Plasmas ein, die definiert ist 
Jurch 


1 
Or== © (01 Vi + Qc Ve); (2.6) 


and die elektrische Stromdichte j 
J = e(MV; — Ne Ve). (2.7) 


Aus den beiden Impulsgleichungen (2.3) und (2.4) sollen nun Gleichungen fir 
y und j abgeleitet werden. Durch Addition von Gl. (2.3) und Gl. (2.4) bekommt 
man die ,, Bewegungsgleichung‘ des Plasmas: 


eed 
et? 4 oN, = — grad p + — [JB] + AE. (2.8) 


Hier stehen auf der rechten Seite die Krafte, die auf das Plasma ausgeiibt 
werden, namlich der Gradient des Gesamtdruckes p, die LORENTZ-Kraft und 
jie Kraft des elektrischen Feldes infolge der elektrischen Ladungsdichte 
, = e(n; — n.). Dieses Glied verschwindet nattirlich bei der Annahme der 
Juasineutralitat. 

Auf der linken Seite ist: 


d,v_ Ow eo (mM 
Wee. Ol me 
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und 


CN Oa te 0 [ne 0 (nj ee he 
mm, N, = em! 55 (=) i mes ()) etm NG a. | OLA 


1 1 d)j G aye a Ne , N 
+0(5, —;-) (eere )J + Ggrad) v} + ee v gra (= ah ) eA 


1 Ne 


. Ne nN; 1 1 2 | 
: [i srad (mee — mu | cichs jPerad ES =) \ 


Pa m ,m\l. 
la f grad & ae mh (2.10 


| 

d | 
Die ziemlich willkirlich erscheinende Aufspaltung der linken Seite in “1 un¢ 
N, findet ihre Rechtfertigung darin, daB N, gerade verschwindet, wenn mal 


Quasineutralitat annimmt, wahrend ate dann in die Form tibergeht, die vo} 
SCHLUTER angegeben wurde. dt 
Man sieht, daB N, ein bilinearer Ausdruck in v und j bzw. seinen Ableitunget 
ist, da dort auftretende zeitliche Ableitungen mit Hilfe der Kontinuitats 
gleichungen durch Terme ausgedriickt werden kénnen, die » bzw. j enthalten| 
In Gl. (2.9) sind in fast allen Fallen die beiden letzten Glieder, die nur j ent 
halten, klein gegeniiber den beiden ersten, da die Diffusionsgeschwindigkeite 
im allgemeinen sehr klein sind. 

Die Differenz der Gln. (2.3) und (2.4) ergibt nach Division durch m; bzw. mal 
und nach einigen weiteren Umformungen die , Diffusionsgleichung‘‘, die auch 
als das verallgemeinerte OHMsche Gesetz bezeichnet wird: 


1 MMe 


dy j be Bare 0 1 
ee 1 Ny} +2 (j — Av) = B+ 


B)- 
NjMe + NeM; C LOE le 


€2 Ni Me + NM 
1 


€(2j Me + NM) 


1 
lim. mi) ‘ [7B] — m, grad p; + mj grad p,. (2.1 


Hier stehen auf der rechten Seite die die Diffusion erzeugenden elektrische 
Felder bzw. eingepragten elektrischen Felder. Die beiden ersten Glieder zuf 
sammen stellen im Falle der Quasineutralitat diejenige elektrische Feldstarkd 
dar, die in dem mit der Geschwindigkeit » mitbewegten Koordinatensysten} 
gemessen wird. Das erste Glied in der geschweiften Klammer ist der sogenannt | 
Hai-Term, wahrend die beiden letzten Glieder die Druckdiffusion wiede | 
geben. Auf der linken Seite ist o die skalare elektrische Leitfahigkeit, welche nuj 
sehr wenig vom Magnetfeld abhangt (sie ist senkrecht zum Magnetfeld nur etw: 
ae gro wie parallel zum Magnetfeld [3]). Die Leitfihigkeit ist gegebet| 

ure 


€? (2 Me + Mem) 1 


= (2.124 
Mj Me y a eS : 


Auf der rechten Seite des ,,0HMschen Gesetzes steht zwar if HALL-Ter i 
noch der elektrische Strom; dieses Glied liBt sich aber mit Hilfe der Bewegungs}| 
gleichung eliminieren, so da% dann der elektrische Strom auf der rechten Seity 
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nicht mehr auftritt [2]. Weiterhin ist auf der linken Seite Av der Konvektions- 
strom infolge der elektrischen Raumladungsdichte. SchlieBlich ist 


dyj Oj 0 (m: 


m : ’ 
dt Ot us m= \ nj oF mt) {Ce grad) j + (j grad) v} + 


[peta 


ae AES | 
Nj Ne 


il 2 2 . 
; (= mt) (J grad) j ki 


em? em Mi Me 
ae lewag et 
ig © ° grad (™ + m4 + 
1 0 Capt 
sis {mem aE (--) “+ Mi Ne = ( | (2.13) 
und 
é 0 [n 0 (nj eo? /1 1 
Nige= ee Sil Ls tay yy ee CO eg cogs 
2 m [mem at ( ) Mj Ne Ot (=) 7) “i m2 (- Ne (v grad) v at 
OQ Nj 1 e i 
+ 22 fo grad (m,™* — eye + 2 {d erad (m2 + ale (2.14) 
x i m e 
| 
‘Auch hier ist die Aufspaltung zwischen ue und N, wieder so vorgenommen 


‘worden, daB N, verschwindet, wenn man Quasineutralitat annimmt. N, ist 
‘analog wie N, ein bilinearer Ausdruck in v und j bzw. seinen Ableitungen. In 
dy j 

dt 
vernachlassigen, waihrend die Glieder, in denen sowohl v als auch j steht, 
durchaus in manchen Fallen von interessanter GroBenordnung sein kénnen. 
Aus den Kontinuitatsgleichungen fiir die Ionen und Elektronen, Gl. (2.1) und 
(2.2), die wir mit Hilfe von v und j in der Form 


kann man im allgemeinen wieder die Glieder, die j quadratisch enthalten, 


On; 14 a Laas: Oe 
a—_— —_—- —_— -— _ OCU ll 
OE rs div (ov) rere divj, (2.15) 
On eit gee 

panded ehh 2.1 
a ~ div (gv) + — ™! divj (2.16) 


schreiben kénnen, bekommt man die Kontinuitatsgleichung fiir die Gesamt- 
masse: 


= = —div (ev) (2.17) 


und die Gleichung fiir die Ladungserhaltung: 


On 
as, Chie i. 2.18 
aE div j ( ) 
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Die Gln. (2.8), (2.11), (2.17) und (2.18) miissen nun noch durch eine Beziehu 

zwischen Druck und Dichte sowie durch die MAXWELLschen Gleichungen e} 
ganzt werden. Fin den Zusammenhang zwischen Druck und Dichte soll fiir dj 
folgenden Betrachtungen angenommen werden, daB alle Anderungen so schne 
verlaufen, daB sie als adiabatisch angesehen werden kénnen. Wir sehen als 
ab von OuMscher Heizung, Warmeleitung‘und Reibung. Man hat dann: 


Be yt ee, (2.14 
| 


Hierin ist y das Verhaltnis der spezifischen Warmen, das fiir drei Freiheitsgrad| 
den Wert 5/3 hat. Erfolgt die Kompression nur in zwei oder einer epee 
so ist fiir y der Wert 2 oder 3 zu nehmen entsprechend der verminderten Anzal} 
der Freiheitsgrade. Falls der Ionendruck verschieden vom Elektronendruck sei 
sollte, mu8 man an Stelle der Gl. (2.19) zwei entsprechende Gleichungen fi 
den Ionen- und den Elektronendruck benutzen. ! 
Zu diesen Gleichungen kommen dann noch die MAXWELLschen Gleichungey} 
wie sie in der Elektronentheorie giiltig sind [19]: 


E / 
crotB = 4aj + (2.24 

0B | 

ees 2.24 

crot E OF? | ( 24 

divB = 0 (2.24) 

und. divE = 47/4. (2.24 


Die Gl. (2.18) fiir die Ladungserhaltung wird schon durch die MAXWELLsche} 
- Gleichungen gewahrleistet. Denn wenn man von Gl. (2.20) die Divergenz bild 4 
und Gl. (2.23) einmal nach der Zeit ableitet, so erhalt man ebenfalls Gl. (2.18) 
Diese Gleichung braucht also nicht extra beriicksichtigt zu werden. Aus dé 
Bewegungsgleichung und der Diffusionsgleichung kann man sich z. B. J mif 
Hilfe von Gl. (2.23) eliminiert vorstellen. 
In der ersten MAXWELLschen Gleichung (2.20) kann man in vielen Fallen, bé 
denen die Anderungen nur verhaltnismaBig langsam erfolgen, den Verschiebungs} 
strom vernachlassigen. Will man aber die Ausbreitung elektromagnetische 


ef 
Wellen (s. Abschnitt 6) oder Plasmaschwingungen (s. Abschnitt 5) untersuche | 
so mu der Verschiebungsstrom beriicksichtigt werden. Das sind dann auc} 
meistens die Fille, bei denen sich Abweichungen von der Quasineutralité| 
bemerkbar machen. 


3. Linearisierte Gleichungen | 
Im folgenden sollen nun zunachst Wellen kleiner Amplitude untersucht werde i 
die sich in einem homogenen, ruhenden Plasma ausbreiten. Unter der Annahm} 
kleiner Amplitude vernachlassigen wir alle Glieder, die © und ¥ quadratise| 
baw. v und j gleichzeitig enthalten. Damit entfallen auf der linken Seite def 
Bewegungsgleichung (2.8) und der Diffusionsgleichung (2°11)' Wnter anderen 
N, und N,, d. h. diejenigen Glieder, die als wesentliche Zusatzterme nuftrate: 
gegentiber den Gleichungen, die unter der Annahme der Quasineutralitat all 
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geleitet wurden. Aus Gl. (2.23) folgt, daB eine Raumladungsdichte nur durch 
ein inhomogenes elektrisches Feld aufrechterhalten werden kann. Wegen der 
vurausgesetzten Homogenitét mu8 also im ungestérten Zustand 2 = 0 sein, 
d.h. fiir den ungestérten Zustand miissen wir Quasineutralitat fordern. Aus 
der ersten MAXWELLschen Gleichung (2.20) folgt, daB kein Strom im un- 
gestorten Zustand flieBen kann, und damit ergibt sich aus der Diffusions- 
gleichung (2.11), daB auch das elektrische Feld verschwinden mu8. Als GréBen 
des ungestorten Zustandes, die réumlich wie zeitlich konstant sein sollen, hat 
man also 0) = mm (mit Nm = Nino = Neo), Po = Pio + Peo und By. Die GroBen, 
die klein von erster Ordnung gegeniiber den ungestérten Gré8en sein sollen, 
werden im folgenden mit dem Index 1 versehen werden. Wir haben dann also 


0 =Q + alt, 4), (3.1a) 
P= Py t+ AIP, t), (3.1b) 
B= B, + B,(r, t), (3.1¢) 
® =z, (75.1) 5 (3.1d) 
J=i(",4), (3.1e) 
A=A (rn), | (3.1 f) 
E = E,(r, t). (3.1) 


In der Bewegungsgleichung (2.8) und der Diffusionsgleichung (2.11) kann man 
if ¢ 
hun in der linearisierten Form das Glied AE bzw. 54 vernachlassigen, da 


diese beiden Glieder klein von zweiter Ordnung sind. Damit wird aus den 
Grundgleichungen (2.8), (2.11), (2.18), (2.20), (2.21), (2.22) und (2.23): 


0 hy tage 
00 “ae = — grad p, + a [ji Bol, (3.2) 
4x Oj, diy 5, ee il uly whee A Bl 
we SARs Se Gi = BE, + i [v, Bo] + gos (me — Mi) . [ji Bol 
— Me grad pii + m grad ps] , (3.3) 
0 . 
a = — 0) divr,, (3.4) 
Op, es Po 00, 3.5 
Apa ine at’ ( . ) 
OE. 
crotB, = 4nj, + oie (3.6) 
OB, 
co Bhi 
c rot E, ay? (3.7) 


div B, = 0 (3.8) 
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und div E, = 4A. (3.9 


Hierin ist wp die Plasmafrequenz, die in dieser Naherung als konstant ar 
gesehen wird und die gegeben ist durch: 


(3.16 


Fiir die Leitfahigkeit, die auch als konstant betrachtet wird, bekommt mai 
nach Gl. (2.12): 


4 7e 0, 
¥ MMe ; 


OD 


| 

2 2 ] 
-wlonsl«. ginPine lap (3.11 
| 


MMe V 4n v 


Die obigen linearisierten Gleichungen stimmen bis auf Gl. (3.9) mit den Gle 
chungen des quasineutralen Zwei-Flissigkeits-Modells tiberein. Die Rech 
fertigung, daB man also die letztgenannten Gleichungen hier direkt benutze 
darf, ergab sich aus der Annahme kleiner Amplituden und der Annahme de 
Homogenitét des Plasmas und des auBeren Magnetfeldes, welche die Quasj 
neutralitat fiir den Ausgangszustand erzwingen. | 
In den folgenden Abschnitten sollen nun Lésungen dieser Gleichungen gesucl} 
werden, die ebene Wellen darstellen. Wir machen deshalb fir alle GroBe 
erster Ordnung einen Lésungsansatz in Form von ebenen Wellen, d.h. z. ]j 
fir B,: ¢ | 
Bat t= Bree &®) (3.1! 


und entsprechend fir alle anderen GroBen. Hierin ist die Amplitude B, eir 
komplexe Konstante, und es ist jeweils der Realteil der rechten Seite gemein} 


w ist die Frequenz der Welle und k ist ihr Wellenvektor, wobei |k| = k = 
ist, wenn mit A die Wellenlainge bezeichnet wird. 


Mit diesem Ansatz gilt dann fiir die verschiedenen Vektoroperationen: 


grad ... = —tk... 

diver === (Fo <..) 

EObie.w Fs ta Blox} 
und 0 


oe = RO) aks 
Die Gl. (3.8) div B, = 0 ist mit diesem periodischen Ansatz auf Grund | 
Gl. (3.7) stets erfillt und braucht also im folgenden nicht mehr beriicksichti 
zu werden. Die Gl. (3.9) ist nur dann von Bedeutung, wenn der Tonendrut{ 
vom Elektronendruck verschieden sein sollte, da man dann die Ionendich| 
und die Elektronendichte getrennt benétigt. Andernfalls braucht auch die} 
Gleichung nicht explizit beriicksichtigt zu werden, da wegen der linear) 
Naherung in den anderen Gleichungen 4 nicht auftritt. Aus dieser Gleichu 
bekommt man dann die Abweichung von der Quasineutralitat,-wenn man d] 
vollstandige Losung und damit das elektrische Feld fiir ein bestimmtes Proble| 
kennt. In manchen Fallen ist es jedoch praktischer, an Stell& von GI. (3) 
die Ladungserhaltungsgleichung (2.18) zu benutzen bzw. an Stelle vori Gl. (2.1) 
und der Kontinuitatsgleichung (3.4) die beiden Gleichungen (2.5) und (2.1 


v 
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fur mj und m, in der linearisierten Form. Da8 man GI. (2.18) an Stelle von 
Gl. (3.9) benutzen darf, hat seinen Grund im periodischen Ansatz Gl. (3.12) 
Ja in diesem Fall aus Gl. (2.18) und Gl. (3.6) die Gleichung div E, = 427A 
abgeleitet werden kann. 

Wir werden uns im folgenden vor allem fiir die Funktion w(k) bzw. fiir den 
Brechungsindex m interessieren. Der Brechungsindex n ist mit Hilfe von w 
und & definiert durch die Beziehung 


> 


1 


__ ke 


n (3.13) 


7) 
(er bedeutet aber keineswegs die Einfiihrung eines ¢ + 1!), wahrend die Phasen- 
veschwindigkeit der Welle gegeben ist durch ~ 
7) c 
Die Gruppengeschwindigkeit wu, die fiir den Energieflu8 wesentlich ist, bestimmt 
man bekanntlich aus 
dw 


Die Kenntnis des Brechungsindex ist fiir eine Reihe von Fragen wichtig. Der 
Unterschied im Brechungsindex von zwei Medien bestimmt z. B. die Reflexion 
und Brechung von Wellen an Diskontinuitatsflachen. Dieses Problem wurde fiir 
hydromagnetische Wellen von FERRARO [20] und von ROBERTS [2/] untersucht. 
Falls der Brechungsindex komplex ist, gibt sein Imaginarteil AufschluB tiber die 
Absorption und Dampfung der Wellen. Im Zusammenhang mit der thermo- 
nuklearen Fusion ist man z. B. interessiert daran, dem Plasma durch die An- 
regung dieser Wellen Energie zuzuftihren und bendotigt dafiir den Verlauf des 
Brechungsindex in Abhangigkeit von w. 

Bevor wir nun verschiedene Wellenlosungen diskutieren, soll zunachst noch 
sin kurzer Uberblick iiber die GréBenordnungen der verschiedenen Terme in 
der Diffusionsgleichung gegeben werden, damit wir spater leichter tibersehen 
kOnnen, welche Terme wir gegebenenfalls vernachlassigen konnen. Wir nehmen 
an, daB ein auBeres Magnetfeld von der Starke B, vorliege, und fiihren damit 
lie Gyrofrequenzen der Ionen @; und der Elektronen @, ein, die gegeben sind 
durch 


(3.15) 


ene (3.16) 
mc 

and ae, (3.17) 
MeC 


Es ist also w/w. = m./mi <1. Zur Abschétzung nehmen wir an, daB die 
Glieder in der Bewegungsgleichung (3.2) von gleicher GréSenordnung sind. 
Weiterhin werden alle zeitlichen Ableitungen durch den Faktor mw ersetzt. Dann 


sekommt man 


ie 1 z 
Paros By ail, 


1 7 
| grad p| ~ 7 Bo| j,|- 
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Benutzt man dies, so wird aus den verschiedenen Gliedern von Gl. (3.3) 
1 Oj, (60) Os 
on 1dt| oe ||, 
<i~ Sil 
Oo hh ~ w? ji\> 
1 Wi We, = | 
see | Otel eee rgper a 
mj 5 Oe er 
ceo, | td: Boll seg | j| 
und mi We |i 
| grad p.| ~ —|jil- 
0 w 


Hierbei wurde bei dem letzten Glied angenommen, daB der Elektronendr 
von der gleichen GréBenordnung wie der Gesamtdruck ist. Weiterhin wurd 
bei diesen Abschatzungen stets Glieder m,/m; vernachlassigt. ) 


: ; ote 
Aus diesen Abschatzungen ersieht man, wenn man zunachst das Glied a [v, 


mit den letzten Gliedern aus Gl. (3.3) vergleicht, daB diese beiden Glieder sti 


letzten Glieder aus Gl. (3.3) vernachlassigen kann, so gilt dies im allgemei 


Tabelle 1. 
Das Verhaltnis der verschiedenen Glieder in der Diffusionsgleichung. (Angegeben | 
jeweils das Verhaltnis von dem Glied in der Spalte zu dem entsprechenden in der Ze 


1 
nl di 


1 

— |[v,Byl| 
™; B 
ATe I(41 Bol | 


™, | Al 
—— | grad p, 
oe grad p, | 


Uber die Ausbreitung von Wellen in einem Plasma 515 


rst recht fiir das Tragheitsglied. Vergleicht man schlieBlich noch die Glieder 
e. 1 rie sanaite : 

E jy und = | [w, By]| miteinander, so ergibt sich als Bedingung ftir die Vernach- 
assigung von Gy daB vw < wiwe, d.h. entweder muB die StoBfrequenz » 


der die charakteristische Frequenz w entsprechend klein gegen die beiden 
xyrationsfrequenzen sein. Fiir das elektrische Feld E, bedeutet dies, daB bei 
deinen Frequenzen und sehr grofer Leitfahigkeit das elektrische Feld praktisch 


1 4 
lurch " [v, By] gegeben ist. In diesem Grenzfall kommt man dann zuriick zu 


len Gleichungen der Magnetohydrodynamik, denn in den MAXWELLschen 
zleichungen kann unter diesen Umstanden auch der Verschiebungsstrom ver- 
iachlassigt werden. In der Tabelle 1 sind noch einmal die Verhaltnisse der 
‘inzelnen Glieder zueinander angegeben. 


4. Hydromagnetische Wellen 


| a) ALFVENsche Wellen 

Wir wollen beginnen mit den fiir ein Plasma bei Gegenwart eines Magnetfeldes 
yesonders typischen Wellen, den sogenannten ALFVENschen Wellen [7,.8]. Dies 
find transversale Wellen, die sich langs des 4uBeren Magnetfeldes ausbreiten. 
Wahrend sich in einem normalen Gas nur Longitudinalwellen fortpflanzen 
connen, bekommt man in einem Plasma durch ein Magnetfeld eine gewisse 
Quersteifigkeit, die die Ausbreitung von transversalen Wellen erméglicht. 

Jm die Verhaltnisse zu vereinfachen, wollen wir annehmen, daB w < a, ist 
ind da die Leitfahigkeit in dem zuvor spezifizierten Sinne unendlich sei. 
Weiterhin sei zundichst angenommen, daB die Temperatur 7 und damit der 
Druck p, Null sei. Daraus folgt nach Gl. (3.5), daB p, = 0 ist. Benutzt man 
weiterhin Gl. (3.7), um das elektrische Feld zu eliminieren, so bleiben die Glei- 
shungen: 


| Ov inde 
' Qo ai = ve [ji Bol, (4.1) 
| a 
=p edie (4.2) 
0B 
Te = rot[v, By], (4.3) 
crot B, = 4zj,. (4.4) 


Wit den nach GI. (3.12) entsprechenden Wellenansitzen fiir v,, @,, B, und j, 
d9ekommt man dann nach Elimination von B,: 


1 ee) Hi cesias 
WO) — Te (Bok)?) v + 1; ‘Bo (Bok) — kB?} (kv) = 0 (4.5) 
ind 00 = O(k®,). (4.6) 


Weiter folgt aus Gl. (4.1), daB v, und B, stets senkrecht aufeinander stehen 


niissen, d. h. also 
(By) = 0. (4.7) 
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Aus der obigen Gleichung (4.5) kénnen wir die Fortpflanzungsgesch windigkeit 
bzw. die Funktion w(k) bestimmen, wenn wir die Ausbreitungsrichtung ¢ 
Welle, d.h. die Richtung von k vorgeben. Bevor wir den allgemeinen 
diskutieren, seien zwei Spezialfalle diskutiert. 
«) Die Welle pflanze sich in Richtung von By, fort, es sei also k parallel zu ; 
Dann liefert die Gl. (4.5) 


Die g aa oil ; (44 

42 Qo 
Dies ist die Fortpflanzungsgeschwindigkeit der ALFVENschen Wellen, die ni¢ 
mehr von w abhangt, d.h. diese Wellen sind dispersionsfrei. Sie sind dadur 
ausgezeichnet, daB sie transversal sind, da nach Gl. (4.7) v, senkrecht auf 
stehen mu8B. Nach GI. (4,6) sind deshalb mit dieser Welle keine Dichteanderung 
verkniipft. Die Anderung des Magnetfeldes B, erfolgt ebenfalls senkrecht zu jj 
Anschaulich kann man sich diese Wellen als transversale Schwingungen ¢ 
magnetischen Feldlinien vorstellen analog zu den transversalen Schwingung 
einer Saite. Die riicktreibende Kraft wird hier durch die magnctischen Spe 
nungen lings der Feldlinien bewirkt. Betrachtet man die kinetische Ener 
Exin = > Qo¥{ dieser Wellen und die magnetische Energie Em = “ Bi, 
sind diese stets gleich, wie man leicht nachrechnen kann. 
DaB die ALFVENschen Wellen auch als Grenzfall elektromagnetischer We 
aufgefaBt werden konnen, wird in Abschnitt 5 gezeigt werden. | 
B) Die Welle pflanze sich senkrecht zum AuBeren Magnetfeld B, fort. Dai 
liefert GI. (4.5) wiederum 

ers 
47 Oy 

Die Fortpflanzungsgeschwindigkeit ist hier wegen der Annahme p,=0 q 
gleiche wie bei der ALFVENschen Wellen, nur handelt es sich hier nicht Wy 
transversale, sondern um longitudinale Wellen, da nach G. (4.5) v, parallel zu 
sein mus. Diese Wellen sind also mit einer Dichtednderung verkniipft. 
ricktreibenden Krafte sind hier nicht durch die magnetischen Spannung¢ 
sondern durch den magnetischen Druck gegeben. Die magnetische Fed 
anderung erfolgt parallel zum duBeren Feld. 
y) SchlieBlich sei angenommen, daB sich die Welle irgendwie schief zum Magnij 
feld ausbreite. », kann dann in zwei Komponenten, von denen die eine senkre | 
auf der durch k und B, aufgespannten Ebene steht und die andere in die} 
Ebene liegt, zerlegt werden. Diese beiden Komponenten sind nicht miteinand 
verkoppelt, wie man aus Gl. (4.5) erkennt. ; 
Fir die Polarisationsrichtung senkrecht zu k und B, bekommt man: 
1 (Bk)? 


2 


= ast k20, . (4 


Die Fortpflanzungsgeschwindigkeit dieser transversalen Welle hangt also v 
Cosinus des Winkels zwischen By und k ab. Wenn k und B, parallel si 
bekommt man wieder Fall a). Wenn k und By senkrecht anfeinander steh 
wird V = 0, da in diesem Fall die Fortpflanzung einer transversalen Wi| 
unmdglich ist. Man kann aber leicht ausrechnen, daB fiir die Welle die Grupp 
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geschwindigkeit den Wert cy, und die Richtung von B, hat. Die Energie wird 
deshalb nur in der Richtung von B, transportiert. 

Fir die Schwingungsrichtung in der Ebene von k und B, ergibt sich wieder die 
ALFVENsche Geschwindigkeit c, von Gl. (4.8). In diesem Fall ist aber die Welle 
weder rein transversal noch rein longitudinal. 


b) Allgemeine hydromagnetische Wellen 


Wir wollen jetzt die einschrankende Bedingung fallen lassen, daB die Temperatur 
des Plasmas Null sei. Dann erhalten wir einen weiteren Freiheitsgrad in Form 
von Schallwellen, die im allgemeinen mit den Schwingungen des Magnetfeldes 
verkoppelt sein werden. Diese allgemeinen hydromagnetischen Wellen wurden 
zuerst von HERLOFSON [22] und VAN DE HUuLST [23] untersucht. 

Wir beriicksichtigen also in der Bewegungsgleichung (3.2) den Druckgradienten. 
Weiterhin mu8 zusatzlich zu den_Gln. (4.1—4.4) die Gl. (3.5) benutzt werden. 
Nach Elimination von 7, 0, und B, erhalt man so: 


1 Ps e ilps - 
00> — z= (Bok)*| 6 — y rok (b,) + 7 {By (Bok) — kB} (ko,) — 
; ‘ 
— 72! (Bok) (Bye) = 0. (4.10) 


Aus dieser Gl. ersieht man wieder, daB die Schwingungsrichtung, die senkrecht 

auf der Ebene von B, und k steht, nicht mit derjenigen in dieser Ebene ver- 

koppelt ist. Fir die Schwingungsrichtung ©, parallel zu [kB,] ergibt sich die 

gleiche Fortpflanzungsgeschwindigkeit wie bei den ALFVENschen Wellen(G1.4.9), 
namlich 

,_ 1 (Bok)? 

* £5 —k*0, 


(4.11) 


Fiir diese transversalen Wellen spielt also der Druck keine Rolle, was anschaulich 
verstandlich ist, da es sich um reine Scherungswellen handelt. 

Im folgenden brauchen wir uns also nur noch mit den Wellen zu beschaftigen, 
bei denen ®, in der Ebene von k und B, liegt. Wir nehmen gleich den all- 
gemeinsten Fall an, da8 die Ausbreitung schief zum Magnetfeld erfolge. Es wird 
sich dann zeigen, daB 6, im allgemeinen sowohl longitudinale als auch trans- 
versale Komponenten haben wird, und wir setzen v, in der Form: 


6,=ak+ BB, (4.12) 


an. Setzt man dies in Gl. (4.10) ein, so bekommt man zwei homogene Gleichungen 
fiir « und f. Damit dieses Gleichungssystem lésbar ist, mu seine Determinante 
verschwinden. Dies liefert die charakteristische Gleichung, aus der man die 
Fortpflanzungsgeschwindigkeit bestimmen kann. Man bekommt schlieBlich eine 
quadratische Gleichung fir V?: 


V4 — (8 + c4) V? + ceeg = 0, (4.13) 


wobei zur Abkiirzung die normale hydrodynamische Schallgeschwindigkeit 


hay 2 (4.14) 


? 


2o 
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die Geschwindigkeit der ALFVENschen Wellen 


- (4.18 


die Geschwindigkeit, mit der sich ALFVENsche Wellen schief zum Magnetfel 

ausbreiten, | 
1 (Bk) 

See, Se 4.4 

ee 4m 0,k? ( ‘ 


eingefiihrt wurde. | 
Diese quadratische Gleichung hat im allgemeinen zwei nicht verschwindend¢ 
reelle, stets positive Lésungen fiir V?, da die Diskriminante der Gleichung stet 
groBer als Null ist, sofern nicht die Schallgeschwindigkeit und das Magnetfel 
beide gleichzeitig verschwinden. Im allgemeinsten Fall sind also drei vet 
schiedene Wellenarten méglich, namlich eine transversale mit der Schwingungs 
richtung von ®, senkrecht zu & und B, mit der Geschwindigkeit cg , sowie zwe 
weitere mit.der Schwingungsrichtung von ®, in der Ebene von k und B, und dé 
Geschwindigkeit V, bzw V_ entsprechend Gl. (4.13). | 
Wenn man die Fortpflanzung parallel zum Magnetfeld ins Auge faBt, so ergebe# 
sich als Lésung von Gl. (4.13): | 


Ve. 06a" Veo, (4.19] 


da in diesem Fall cg = cy, ist. Die Welle mit der Geschwindigkeit V, ist ei 
normale longitudinale Schallwelle. Das Magnetfeld hat in diesem Fall keine 
EinfluB, da die Schwingungsrichtung longitudinal und damit parallel zujj 
Magnetfeld erfoigt. Die andere Welle mit der Geschwindigkeit V_ ist eit} 
normale, transversale ALFVENsche Welle. Die Geschwindigkeit V, der Well 
die sich aus Gl. (4.11) ergibt, stimmt mit V_ tiberein. Dies ist ebenfalls eix} 
transversale ALFVENsche Welle, deren Polarisationsrichtung in diesem Grenzf. af 
senkrecht auf der zuvor genannten steht. 

Im anderen Grenzfall, da8 die Fortpflanzungsgeschwindigkeit senkrecht zu Ij 
liegt, hat die quadratische Gl. (4.13) nur eine nicht verschwindende Lésung: || 


Vit=Q+ed. (4.11) 


Die Schwingungsrichtung dieser Welle ist longitudinal. Die Ausbreitung} 
geschwindigkeit ist hier also gréBer als die der normalen Schallwellen, da infolj] 
des magnetischen Druckes die Kompressibilitat des Plasmas herabgesetzt wird. | 
Im allgemeinen Fall, daB k in einem beliebigen Winkel zu B, liegt, tritt in dj 
Ebene von k und By eine Kopplung zwischen den longitudinalen Schallwelle 
und den transversalen ALFVENschen Wellen ein. Die beiden sich ergebend(| 
Wellen mit den Fortpflanzungsgeschwindigkeiten V, und V_ sind weder re 
longitudinal, noch rein transversal, sondern die Schwingungsrichtung ©, lie 
schief zur Fortpflanzungsrichtung k. 
Bezeichnet man den Winkel zwischen B, und k mit m und den zwischen ©, und 
mit y, so bekommt man mit Hilfe von Gl. (4.12): : 


2 ¢@ 


Vv ; | 
tgy = 7p cotg y, ‘ (4. " 
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wobei V2 eine der Lésungen von Gl. (4.13) ist. Fir die beiden Fortpflanzungs- 
geschwindigkeiten gilt, daB stets 


ist der magnetische Druck klein gegeniiber dem Gasdruck, so bekommt man 


Vircy mit y,>0 


‘und Vi+c mit yo. 


10 | 
Bild 1. Die Ausbreitungsgeschwindigkeiten Vise ia Bild 2. Polardiagramm fiir die Ausbreitungsgeschwindig- 
: und Vi. (Nach LUST [36].) keiten V,, V_ und Vy bei 6=0,75. (Nacn 
LUST [36].) 


Dann sind die beiden Wellen wie im Fall g =0 praktisch rein longitudinal 
bzw. transversal. Wenn dagegen der magnetische Druck tiberwiegt, so hat man 


folgende Grenzwerte: 
5 2 
+ 


z : 4 
iG mit WSs aed 


und V2? > cgcosty mit p—>®@. 

Die Schwingungsrichtung der Welle mit der Geschwindigkeit V, liegt also hier 
senkrecht zum Magnetfeld, wahrend die der anderen parallel zu B, ist. 

In Bild 1 sind die drei verschiedenen Fortpflanzungsgeschwindigkeiten in Ab- 
hangigkeit von der Starke des Magnetfeldes fiir verschiedene Richtungen zum 
39 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 


ra 
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Magnetfeld aufgetragen. Die Abszisse ist das Verhaltnis der inneren Energie de 
Plasmas zur gesamten inneren Energie, d. h. 


keit zur Schallgeschwindigkeit cg (mit y = 5/3). Der Parameter ist 7? = cos’. | 
In Bild 2 sind noch einmal in einem Polardiagramm die verschiedenen Fort 
pflanzungsgeschwindigkeiten fiir 6 = 0,75 angegeben. | 


5. Plasmaschwingungen 


‘| 
In diesem Abschnitt soll ein anderer, fiir ein Plasma typischer Schwingungsty} 
untersucht werden, die sog. Plasmaschwingungen. Dies sind longitudinal 
Schwingungen der Jonen und Elektronen gegeneinander. Die riicktreibende} 
Krafte werden hier durch die aus der Auslenkung der Elektronen relativ zu de 
Lage der Ionen resultierenden elektrischen Felder gegeben. Diese zusatzliche} 
Schwingungen sind also in einem Plasma moglich, ohne da8 man die riick} 
treibenden Krafte eines auBeren Magnetfeldes braucht. Man kann zwei ve 
schiedene Arten dieser Schwingungen unterscheiden, namlich der wenger 


bei denen nur die Elektronen oszillieren und die Jonen mehr oder weniger 
ihrer Ruhelage verharren, und solche, bei denen auch die Ionen mitschwinge 
Die erste Schwingungsart sind die ,,klassischen“‘ Plasmaschwingungen, die va: 
PENNING [4] und LANGMUIR [4] entdeckt wurden. Sie sollen im folgende 
zunachst betrachtet werden. 


z) Wir nehmen also an, daB sich die Ionen praktisch nicht bewegen; dann kénneq 
wir wegen der sehr groBen Ionenmasse gegeniiber der Elektronenmasse dij 
Massengeschwindigkeit » zu Null annehmen und beriicksichtigen daher nich} 
die Bewegungsgleichung (3.2). Weiter wollen wir in der Diffusionsgleichung dal 
Glied mit dem Gradienten des Elektronendrucks vernachlassigen, da die Ele 
tronenmasse klein gegen die Ionenmasse ist. Fiir den Zusammenhang zwische 
dem Elektronendruck und der Elektronendichte sei eine adiabatische Beziehu 
analog zu Gl. (3.5) angenommen, wahrend der Zusammenhang zwischen dé 
Elektronendichte und dem elektrischen Strom durch Gl. (2.16) bestimmt is} 
Man hat dann also die Gleichungen: 


1 


4m Oj, 1 

won = E, + Fim (m, grad p.1), (5. 
ONe1 ; 
“Ap mg LY dis (5 
O Pe Peo INo1 5 
GF vey ee aig ge hPa ( 
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OB, 
_ (5.5) 
und div E, = 4m/, (5.6) 


zu lésen. Mit dem Ansatz der ebenen Wellen entsprechend Gl. (3.12) bekommt 
man dann die folgende Gleichung 


1 Cc < 1 1 w2 k2 ~ 
| f Pese peek pf ees ene ase, ee er aN 
oa (t~ S) aie = (G-5 S45 )i, (6.7) 
Hierin ist c,, die Schallgeschwindigkeit fiir ein Elektronengas und gegeben durch 
2 Peo 
Cse = Ve Me Ny (5.8) 


Die Gl. (5.7) 1aBt zwei verschiedene Lésungen zu. Namlich entweder j, parallel 


zu k, d.h. also da8 man eine longitudinale Welle hat, oder j, senkrecht zu k, 
also eine transversale Welle. (Der Fall, da8 die Klammer auf der linken Seite 
iverschwindet und j, damit jede Richtung haben kénnte, braucht hier nicht 
erortert zu werden, da dann die Schallgeschwindigkeit gleich der Lichtgeschwindig- 
keit sein miSte. Die Rechnungen hier gelten aber nur fiir den nichtrelati- 
-vistischen Fall.) 
‘Wir wollen hier nur die longitudinale Welle betrachten, wahrend die Lésung fiir 
die transversale Welle im folgenden Abschnitt behandelt werden soll. Es sei 
also j, parallel zu k. Charakteristisch fiir die longitudinalen Schwingungen ist es, 
da der wahre Strom (j,) gerade durch den Verschiebungsstrom kompensiert 
wird, sodaB8 rot B = 0 ist. Aus GI. (5.7) bekommt man fir die Fortpflanzungs- 
geschwindigkeit: 
2 
| ; Vi? + dhe. (5.9) 
Die Fortpflanzungsgeschwindigkeit hingt also von der Wellenlange ab, die 
typischen Plasmaschwingungen haben mindestens eine Wellenlange 1 We von der 
Ordnung der DEBYE-Lange (s. u.). Wenn jedoch die Elektronentemperatur sehr 
Klein ist, so sind nur Schwingungen unabhangig von der Wellenlange mit der 
Frequenz @p moglich. Diese Beziehung ist zuerst von TONKS und LANGMUIR 
[24] angegeben worden (s. auch Abschnitt 9c). Dies ist der Fall der ,,klassischen“ 
Plasmaschwingungen, welche allerdings nur stehende Wellen sind; der vor- 
stehende Ansatz enthalt die stehenden Wellen als Spezialfall. Fir w < wp ist 
keine Wellenfortpflanzung moglich, da dann V und & imaginar werden, wie man 
aus folgender Relation sieht: 
i. Cs 

ine Toa (5.10) 
b) Es sollen nun die Ionenschwingungen mit beriicksichtigt werden. Wir nehmen 
also nicht mehr an, daB die Ionen und damit die Massengeschwindigkeit v, ver- 
schwindet. Dann ist neben der Diffusionsgleichung auch die Bewegungsgleichung 
des Plasmas zu losen. Fiir die Bestimmung der Ionen- und Elektronendichte 
benutzen wir Gl. (2.15) und 2.16), da wir den Ionen- und den Elektronendruck 
getrennt behandeln wollen. Fiir diese sollen adiabatische Beziehungen mit den 
39* 
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Dichten analog zu GI. (3.5) existieren. Es sind somit alle Gleichungen (3.2) b: 
(3.7) zu beriicksichtigen, wobei in diesem Abschnitt nur die Annahme gemac 
ist, daB kein auBeres Magnetfeld vorhanden sei. Nach entsprechender Elim 


nation bekommt man fiir j eine analoge Gleichung wie Gl. (5.7) im vorherige 
Fall, namlich | 


1 b2 A 1 1 w? vz) 
eteied (pee pe L)k=(— —- —- |] +S) i. 5.1] 
og (1 a) Ciba — ae ae + ag) bs | 


Der einzige Unterschied zu der Gl. (5.7) ist, daB hier an Stelle von cj, der Aujl 
druck 6? tritt, der gegeben ist durch 


| 

| 

1 ripe i | 

Gr in m, Ee hs Ca + Cse Csi se —G Oo 

1— (Feet + Bet) | 

Hierin sind c,; und c,, die Schallgeschwindigkeiten fiir die Ionen bzw. Elel 


tronen, die gegeben sind durch: | 


ey SS =o (5.14) 


und durch Gl. (5.8). Wir wollen voraussetzen, daB der Nenner in Gl. (5.12) nic | 
verschwindet. (Dem Verschwinden des Nenners entsprechen gerade die normale 
Schallwellen im Plasma ohne Magnetfeld mit der Fortpflanzungsgeschwindigk 


1 
| A= 0 {Vi Pio ta Ve Peo} » (5.14 
0 / 


die schon im Abschnitt 4 behandelt worden waren.) 
Die Gl. (5.11) li8t als Lésungen sowohl transversale als auch longitudina 
Wellen zu. Hier in diesem Abschnitt sollen nur die longitudinalen Welle 


diskutiert werden. Wenn j, parallel zu k ist, so bekommt man analog zu Fall 4 


: 
Ve= P+, (5.1) 


wobei man aber jetzt beachten muB, daB b? selbst noch eine Funktion von y 
ist, wie man aus Gl. (5.12) ersieht. Unter Benutzung dieser Gleichung bekomn] 
man schlieBlich eine quadratische Gleichung fiir V2. Das Auftreten ein 
quadratischen Gleichung fiir V? ist nicht verwunderlich, da wir durch dj 
Beriicksichtigung der Ionenbewegungen zwei verschiedene Lésungen fiir 
erwarten sollen, je nachdem ob es sich um die Jonen- oder Elektronenschwii| 
gungen handelt. Fir V2 bekommt man so (m = m; + m,): 
2 Rf | 

Vi ve(SP + eit ete) +-2P(Md, + ei) tide = 0. G.ll 
Wir wollen diese Gleichung zunachst in eine dimensionslose Form umschreibe} 
damit man leichter iibersehen kann, von welchen Parametern V abhangt. Wi 
fiihren dazu die dimensionslose Geschwindigkeit V* durch*. \-\ 
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lein. Weiter ist es niitzlich, die sog. ,, DEBYE- Lange“ / einzufiihren, die gegeben 
ist durch (s. z. B. SPITZER [3],.S.17): 


=, 


m ty Maes 


! 2 — Sees 
: 2 
MiMe Wp 


(5.18) 


jworin k die BOLTZMANN-Konstante ist und 7’, die Elektronentemperatur, die 
mit der Schallgeschwindigkeit der Elektronen verkniipft ist durch: 


| * kT 
he = Yo —. (5.19) 


: Mo 
iSchlieBlich sei noch die GraBe @-definiert als: 
Vi Tio 


@ =. i, 5.20 
: Ve Teo ( ) 
Setzt man dies alles in Gl. (5.16) ein, so erhalt man: 
yr — vel +y ys (= a =) aa + 
m mj Me/ 
| 
| ugh a(t 1+ 0) + y? a Okt =i (5.21) 


Aus dieser Gleichung ist zu erkennen, daB V*, wenn man von y,, das zwischen 
3 und 5/3 liegt, absieht, von O, d.h. vom Verhaltnis der Ionen- zur Elektronen- 
temperatur, und von k?/?, d. h. vom Verhaltnis der DEBYE-Lange zur Wellen- 
lange der Schwingung, abhangt. Da m, < m, kann man in guter Naherung 
fiir Gl. (5.21) auch schreiben: 


Vet — V2 + y bP} + y, ree + 0) bP + y2 Oki = 0. (5.22) 


Hierbei wurde auch noch angenommen, dafs} die Ionentemperatur die Elek- 
tronentemperatur nicht wesentlich tiberschreitet, d.h. héchstens O ~ 1 ist. 
Unter dieser Voraussetzung sieht man, daB das Quadrat des Koeffizienten von 
V*? stets groB gegen die beiden letzten Glieder ist unabhangig von k*/*, da die 


beiden letzten Glieder den Faktor — <1 enthalten. Damit bekommt man in 


erster Naherung fiir die beiden Losungen V; und V, dieser Gleichung: 


OM 
V3 = SP (1+ yeh). (5.23) 
‘Das ist aber die gleiche Losung wie Gl. (5.9) und beschreibt also die Schwin- 
gungen der Elektronen. Fir die Schwingungen der Ionen bekommt man aus der 


zweiten Wurzel: 
1 m 
| V Se are I m OP ver {I +0 + Oy, kl} 


1 1 
he Dit vette + i pivek2 2}. 24 
i+ y.BP 6, {vipi + Ye Pe + iPiyek?l} (5.24) 


ww 
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ist, so erhalt man aus Gl. (5.24) die Fortpflanzungsgeschwindigkeit einer Scha 
welle, wie man direkt sieht. Fiir den anderen Grenzfall k?/2? > 1 und 0 = 


Wenn k?/? klein ist, d. h. wenn die Wellenlinge groB gegen die mens 7) 
der physikalisch praktisch nur von Interesse ist, bekommt man 


| 
} 


5 1 Me Wp 
2 1+ 1fy.k2l? mk? 


| 

| 
1 Me 
vay 1+ 1/y kl mM : 


oder  @? (5.24 
Wenn also k?/? sehr groB ist, so sind Schwingungen der Ionen nur mit eing 


festen Frequenz moglich, der Plasmaeigenfrequenz der Ionen, die um de 


Faktor YVm,/m, grdBer als die Plasmafrequenz ist. Schwingungen dies 


Frequenz sind in-der Tat von HERNQUIST [25] in einem Plasma beobachty 
worden, das Elektronen hoher Energie und einfach geladene Ionen von Zimme 
temperatur enthielt. Fir © = 0 sind diese Ergebnisse auch bei SPITZER [] 
(S. 63) diskutiert. 
Die Resultate, die fiir den Grenzfall abgeleitet werden, daB die Wellenlang 
klein gegen die DEBYE-Lange ist, bediirfen jedoch der weiteren Rechtfertiguny 
insbesondere wenn @ nicht mehr Null ist, da man dann auf die molekulay 
Struktur des Plasmas eingehen mu8, wahrend ja hier von den Gleichungen einj 
Flissigkeitsmodells ausgegangen ist. Jedoch soll hier diese Frage nicht weit 
verfolgt werden. 


6. Elektromagnetische Wellen und allgemeine Schwingungsformen 


Wahrend in den beiden vorangegangenen Abschnitten hydromagnetiscl 
Wellen kleiner Frequenz, die sowohl longitudinal als auch transversal bzw. ei 
Mischung von beiden sein konnten, sowie longitudinale Plasmaschwingungq 
ohne Magnetfeld behandelt worden waren, sollen in diesem Abschnitt die Fo H 
pflanzung elektromagnetischer Wellen im Plasma und allgemeinere Schwii 
gungsformen untersucht werden. Im ersten Teil dieses Abschnittes werden dali 
elektromagnetische Wellen — d. h. rein transversale Wellen — in einem Plasn 
ohne auferes Magnetfeld diskutiert werden. Im zweiten Teil sollen dann Well 
beliebiger Frequenz bei Gegenwart eines 4uBeren Magnetfeldes studiert werde 
Auch in einem auBeren Magnetfeld ist unter gewissen Bedingungen die For} 
pflanzung rein transversaler Wellen méglich, jedoch wird im allgemeinen weg 
des duBeren Magnetfeldes eine Kopplung zwischen den longitudinalen ua 
transversalen Schwingungsformen eintreten, so da8 die Wellen sowohl longiti} 
dinale als auch transversale Komponenten besitzen miissen. 
a) Zunachst sei also der Fall transversaler Wellen ohne auBeres Magnetfeld bi 
handelt. Die hierfiir notwendigen Gleichungen sind praktisch schon im vorig: 
Abschnitt gelost worden. Dort hatten wir fiir j, die Gl. (5.7) baw. (5.11) 
kommen, je nachdem ob wir die Ionenschwingungen unberiicksichtigt lieByy 
oder nicht. Bei der Lésung dieser beiden Gleichungen ergab sich, daB jh entwed 
parallel oder senkrecht zur Ausbreitungsrichtung k schwingen'konnte. Der Fall : 
parallel zu Kk lieferte die ,,Plasmaschwingungen“ der Ionen und Elektrone| 


wahrend die Lésung ji senkrecht zu k die elektromagnetischen Wellen ergi 
und jetzt diskutiert werden soll. 
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Wenn j, senkrecht zu k ist, so mu8 jeweils die rechte Seite der Gl. (5.7) bzw. 
(5.11) verschwinden. Die rechten Seiten dieser beiden Gleichungen stimmen 
aber iiberein. Das bedeutet, daB es fiir die Ausbreitung elektromagnetischer 
Wellen im Plasma ohne auBeres Magnetfeld, welche durch das Nullwerden der 
rechten Seite von Gl. (5.7) bzw. (5.11) bestimmt ist, keinen Unterschied macht, 
ob man die Ionenschwingungen beriicksichtigt oder nicht. Das ist leicht einzu- 
sehen, denn ohne auBeres Magnetfeld sind die transversalen elektromagnetischen 
Wellen nicht mit den longitudinalen Schallwellen verkoppelt. Saimtliche Druck- 
gradienten in der Bewegungsgleichung und insbesondere auch in der Diffusions- 
gleichung spielen also keine Rolle fiir die Ausbreitung elektromagnetischer 
Wellen, solange kein auBeres Magnetfeld angelegt ist. 

Wahrend die Plasmaschwingungen dadurch gekennzeichnet waren, daB der 
wahre Strom gerade durch den Verschiebungsstrom kompensiert wird, ist das 
jetzt nicht mehr der Fall, sondern man hat hier auch ein magnetisches Wechsel- 
feld. Auf der anderen Seite tritt hier aber keine Ladungstrennung ein, da 
(kE,) = 0 ist, wahrend die Ladungstrennung gerade fiir die Plasmaschwin- 
gungen entscheidend war, indem sie die riicktreibenden Krafte lieferte. 

Aus Gl. (5.7) baw. (5.11) bekommt man nun, wenn (kj,) = 0 ist: 

| 1 Pe" k2 
| 
Daraus erhalt man fiir die Fortpflanzungsgeschwindigkeit der elektromagne- 
tischen Wellen als Funktion von w: 


= 0. (6.1) 


Phe rnb) 2 2 
Cc Cc Wp Wp 


2 
ke (6.2) 


1 — w/o? 


bzw. fiir den Brechungsindex [s. Gl. (3.13)] 


| n= 1——-.. (6.3) 
Wie man sieht, ist fir w< w, eine Fortpflanzung der Welle nicht mehr 
moéglich, da dann V? bzw. n* imaginar wird. Die Eindringtiefe d einer Welle mit 
® < wy, in ein Plasma ist dann durch den Imaginarteil von & gegeben. (Die 
Eindringtiefe ist definiert als die Lange, auf der die Amplitude der Welle um den 
Faktor 1/e abgenommen hat.) Es ist somit 


| c 1 
i —-—————., 
®p V1 — w?/w2 


b) Wir wollen nun ein d4uBeres Magnetfeld beriicksichtigen. Im Abschnitt 4 war 
zwar auch die Ausbreitung von Wellen — sowohl transversalen als auch 
longitudinalen Types — im Magnetfeld untersucht worden, jedoch war dort die 
Annahme gemacht worden, daf die Frequenzen klein gegen die Gyrations- 
frequenz der Ionen (und damit auch der Elektronen) seien. Wenn wir jetzt diese 
Voraussetzung fallen lassen, so werden damit als neue Schwingungsformen die 
Larmorbewegungen der Ionen und Elektronen um die magnetischen Feldlinien 
neben den schon bisher behandelten Schwingungstypen in Erscheinung treten. 
[n dieser Betrachtungsweise wird sich dann zeigen, da} z. B. ALFVENsche Wellen 
auch als elektromagnetische Wellen kleiner Frequenz aufgefaBt werden kénnen. 


(6.4) 


“ 
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Bei der Ausbreitung von Wellen schief zum Magnetfeld werden im allgemein 
alle méglichen Schwingungsformen miteinander verkoppelt sein. | 
Fir das Folgende soll nun zur Vereinfachung angenommen werden, daB d 
Druck der Ionen und der Elektronen sowohl im ungestérten als auch im gestort 
Zustand gleich sei. Das bedeutet, da8 wir von den longitudinalen Schwingung 
moglichkeiten der Ionen, die im vorigen Abschnitt behandelt worden ware 
absehen und daB wir von den longitudinalen Schwingungsméglichkeiten nur q 
Plasmaschwingungen der Elektronen und die normalen longitudinalen Scha: 
wellen beriicksichtigen. Es sei also: 


Dy apt eee (6: 


Man hat dann die folgenden Gleichungen zu losen: 


ey Ut = — grad yy + — Li Bal 6 
eH Bt [Bel + | Bel — 5 are nf, G 
oe = —o, div, (6} 

c rot By = 4aj, + a (6. 

und crotE, = — Fs ‘ (6. 


Da der Druck der Ionen und der Elektronen als gleich vorausgesetzt wur 

bendtigt man nur die Kontinuitadtsgleichung fiir die Gesamtdichte. Die 4 
gebenenfalls (bei verallgemeinerten Plasmaschwingungen und Wellen) res: 
tierende Ladungstrennung kann man aus den Gl. (2.15) und (2.16) bzw. : 
Gl. (2.32) ermitteln. 
Mit dem Gl. (3.12) entsprechenden periodischen Ansatz fiir die verschieden} 
GréBen erhalt man schlieBlich nach Elimination eine Gleichung, die z. B. 


noch j, enthalt: 


w? k2 ch z 
hes Sep panpeat\ Us 
meee ACTS (1—ce | f+ 
CA Ce 4A z 
+ (Se — Se) sia — Sb) (BI) + 
-{ Oe = op tel Cc We — a, Cc - 
at i( Wp o 2 t=cy arte <) CRE UA 
1 ce cA 


2 ee c,V-2 2 (eae) (k[j,b)) [kb} — ea 


D) 
CA 
Cc 


(1 — 2 V-2)(j,b)b +i =—{* o(1— cV-%)[j,b] = 0. (6. 


Pp 


Uber die Ausbreitung von Wellen in einem Plasma 527 


dierin ist b ein Hinheitsvektor in der Richtung des auBeren Magnetfeldes B, 
‘4 ist die ALFVEN-Geschwindigkeit, die durch Gl. (4.8) gegeben ist, und @; 
zw. w, Sind die Gyrationsfrequenzen der Ionen und Elektronen. Zwischen der 
ALFVEN-Geschwindigkeit und den Gyrationsfrequenzen und der Plasmafrequenz 
yesteht die Beziehung: 


I 
| 0 (6.13) 
| 


2 
Wp 
ron der wir gegebenenfalls Gebrauch machen werden. c¢, schlieBlich ist die 
rydrodynamische Schallgeschwindigkeit, die durch Gl. (4.14) gegeben ist. 
Aus der GI. (6.12) kann man nun wieder die Fortpflanzungsgeschwindigkeit der 


Wellen fiir die verschiedenen méglichen Falle bekommen. Es sollen im folgenden 
*inige Spezialfalle betrachtet werden. 


t) Es sei als erstes angenommen, da8 die Amplitude der elektrischen Stromdichte 
stets dem 4uBeren Magnetfeld parallel sei. Dann wird aus GI. (6.13) 


ee HE h2\ ~ 
EE ed ne eae pel . 
| or hi)k = (1-2 + ta) ji (6.14) 


Diese Gleichung stimmt mit der Gl. (5.11) wberein, wenn man von den hier 
vernachlassigten longitudinalen Ionenschwingungen absieht. Das heiBt also, daB 
das Magnetfeld keinen Einflu8 hat, wenn der elektrische Strom stets parallel 
mum auBeren Magnetfeld oszilliert. Das ist sofort einleuchtend, da dann das 
Magnetfeld keine Krafte auf das Plasma ausiibt. Man sieht aber auch aus 
Gl. (6.14), daB dieser Fall nur realisierbar ist, wenn die Ausbreitung langs des 
Magnetfeldes erfolgt oder senkrecht dazu. Im letzteren Falle hat man trans- 
versale elektromagnetische Wellen, die in Abschnitt 6a diskutiert wurden, im 
srsten Fall bekommt man longitudinale Plasmaschwingungen der Elektronen 
and longitudinale hydrodynamische Schallwellen. (Da8 die Schallwellen in 
Gl. (6.14) nicht enthalten sind, liegt in der Ableitung von Gl. (6.12) begriindet, 
wo die Schallwellen als singulair ausgeschlossen wurden. Aus der Bewegungs- 
zleichung (6.6) sieht man, daB die reinen Schallwellen nur mit j, parallel zu By 
6glich sind.) 

5) Es sei nun der Fall betrachtet, daB die Ausbreitung der Wellen parallel zum 
iuBeren Magnetfeld erfolge. Die Ableitung des Brechungsindex aus den Plasma- 
leichungen fiir diese Fortpflanzungsrichtung wurde von SCHLUTER [26] an- 
zegeben. as 

Der Fall, da8 j, parallel zur Ausbreitungsrichtung liegt, war oben schon dis- 
xutiert worden. Wir brauchen also hier nur noch die Ausbreitung transversaler 
Wellen zu behandeln. Sie sind nicht mit den longitudinalen Schwingungs- 
formen verkoppelt, wie man aus Gl. (6.12) sehen kann; das bedeutet, da8 ins- 
besondere auch die Schallschwingungen hier nicht eingehen. 

Man kann leicht an Hand der GI. (6.12) sehen, daB j, nicht nur eine Schwingungs- 
komponente mit fest vorgegebener Richtung haben kann, wie das z. B. bei den 
elektromagnetischen Wellen ohne Magnetfeld der Fall war. Der in der Diffusions- 


gleichung auftretende HaLL-Term hat Komponenten von j, zur Folge, die gerade 
senkrecht auf der urspriinglich angenommenen Richtung stehen, so daB die 
Polarisationsebene rotieren wird. Wir werden deshalb j, in Form einer zirkular 
polarisierten Welle: 

ih = ae, + iPpe, (6.15) 


U 
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| 
ansetzen, wobei e, und e, zwei Einheitsvektoren sind, die senkrecht auf By u 
senkrecht zueinander stehen. a und § sind die Amplituden von j, in diesen beid 
Richtungen. (Der Faktor 7 entspricht hier einer Phasenverschiebung von 90°.) 


Setzt man Gl. (6.15) unter Beachtung der Annahme (j,b) ==. 0) in Gl. (6.12) ex 
so erhalt man schlieBlich fir die Fortpflanzungsgeschwindigkeit : 


Das Minuszeichen in di 
obigen Gleichung gi 
wenn j, im selben Dre} 
sinn um die magnetische 
Feldlinien rotiert wie d 
Elektronen. Diese Wel} 
wird als , ,auBerorden| 
liche‘‘ Welle, die mit de} 
entgegengesetzten Drej 


bezeichnet. Diese beidd 
Wellen pflanzen sich m} 
verschiedener Geschwijf 
digkeit fort. Dies} 
Unterschied macht sii 
nicht mehr bemerkbe| 
wenn entweder w > jj 
oder w< «aj . Im erster# 
Bild 3a. Fall bekommt man wie dj 
die Gl. (6.2), d. h. bei se 

hohen Frequenzen mac 
sich das Magnetfeld bei der Fortpflanzung der elektromagnetischen We 
nicht mehr bemerkbar. Im anderen Fall, daB w < qj; ist, wird aus Gl. (6.f] 
unter Benutzung der Beziehung Gl. (6.13) 


vy 2 
~ 1+ ee’ 
Falls ci <c?, ist V%—=c\. Man sieht also, da8 man die ALFVENsch| 
Wellen als die niederfrequenten elektromagnetischen Wellen auffassen kal 
[27]. 
In Bild 3a—3c ist V2/c? in Abhangigkeit von w/@y» fiir die Werte @,./a@p = al 
1; 7,5 aufgetragen. Es zeigt sich, daB bei starkem Magnetfeld V? noch posii} 
ist, wenn w < wp ist. il 
Der Unterschied der Fortpflanzungsgeschwindigkeiten fiir die rechts und li 

zirkular polarisierten Wellen gibt Anla8 zu dem sog. FARADAY-Effekt, bei de 
eine Verdrehung der Polarisationsebene beobachtet wird, tvann man ling 
polarisiertes: Licht parallel zu einem duBeren Magnetfeld durch ein Plast} 
hindurchschickt. Aus dem Verdrehungswinkel y der Polarisationsebene kai 
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man dann z. B. die Starke des Magnetfeldes ermitteln. Der Verdrehungswinkel y 
Ja8t sich aus Gl. (6.16) bestimmen. Er ist mit dem Brechungsindex verkniipft 
durch die Beziehung [28] 


d 
L=5 = (n.— 14), (6.18) 


it 


wobei mit n_ und n, der 
‘Brechungsindex bezeich- 
net ist, der sich aus 
Gl. (6.16) mit dem posi- 
tiven bzw. negativen Vor- 
izeichen ergibt. Unter der 
'Voraussetzung w > wp 
und wm >a, die fiir die 
imeisten Experimente gilt, 
bekommt man dann in 
rerster Naherung 


n_—n, =—? * (6.19) 
und damit 
ie aga 
tua igs ga Pe Bild 3 b. 
1 e 2 
me on 8B 
2 ctme ory y2 
=2,62-10-'n,42Bd. 
(6.20) 


&: 
=) 
jeje} 
fas) 
» 
— 
=) 
fe) 
B 
3 
@ 
_ 
=) 
iS 
Q 
= 


jchen/cm’, Bin GauB und 
i, der von der Lichtwelle 
m Magnetfeld zuriickge- 
egte Weg, in cm zu 
nehmen. Fiir ein Magnet- 
moa 6046 = 10° Gau8 
@. = 1,8-10!° sec!) und? 
xine Teilchendichte von 
1013 Teilchen/cm? (wp = 
a ie eC) De Bild 3c. Die Ausbreitungsgeschwindigkeit parallel zum Magnetfeld in 
commt man mit d= 1cm Abhangigkeit von fiir 

sine Verdrehung von a) e/mp = 0,1; b) we/wp = 1; C) we/mp = 7,5. 


x = 2,26 - 10-10 


ir eine Wellenlange von 10-°>cm (w = 2-10'® sec!) und bei einer Wellen- 
finge von 10-1 cm (w = 2 - 101? sec“) ein y = 2,62 - 10-*. Der letzte Wert liegt 
jurchaus im Bereich des MeBbaren. 
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y) SchlieBlich sei jetzt der Fall betrachtet, daB die Ausbreitung der Welle: 


senkrecht zum Magnetfeld erfolge. Der transversale Anteil von j, parallel zu 
braucht auch hier nicht beriicksichtigt zu werden, da er nicht mit den Komp 
nenten von i in Richtung von k und [kb] verkoppelt ist und schon unter 6) 
behandelt wurde. Dagegen ist der andere transversale Anteil von j, mit dex 
longitudinalen verkoppelt. Senkrecht zum Magnetfeld konnen sich daher keim 
reinen longitudinalen Wellen ausbreiten. Verursacht ist dies durch den Einfluy 
des HALL-Terms in der Diffusionsgleichung, der z. B. eine Komponente von j 
senkrecht zur Ausbreitungsrichtung und zum Magnetfeld zur Folge hat, wenn ma 
zunachst nur eine Komponente von j, in Ausbreitungsrichtung angenomme 
hat. Durch die Verkopplung der longitudinalen und transversalen Schwingungs| 
komponenten wird daher jetzt auch eine Verkopplung der Schall- und Plasma} 
schwingungen mit den elektromagnetischen Schwingungen sowie mit des 
LARMOR-Schwingungen der Ionen und Elektronen eintreten, der POYNTING| 
Vektor wird im allgemeinen verschieden von Null sein im Gegensatz zu gewoh 
lichen Plasmaschwingungen und Wellen. / 
Wahlen wir nun fir ji einen Ansatz in der Form 


: ae EE: | 
j=a Tk + ip T (kb), (6.24 


so erhalt man aus Gl. (6.12) unter Beriicksichtigung, daB (kb) = 0 sein so 
eine quadratische Gleichung fiir V?: 


1 Wi We Wj We w? 
4 
V , {1+ 5 (2+ 5 )- 


Wj We (@e — wi)? co* | 
(2+ 254 Gs 


2 
p p Pp Pp Wp Op 
1 {ajo i re) a) — w;)2 4 
2 ue iWe i®e (We — i) @ 
ge 2 | a (1+2 TEE LE 3 ae ee 
P Wp Wp Pp Pp Op 
2 
i C3 ( Wi De _ w? i Wi We Hn (We — on . wo* 
2 2 5 ; _ 
¢ Wp Wp Wp 3 Op 


Fir c; = 0 wurde die Gleichung fiir V? schon friher angegeben (List [29)) 
Dann reduziert sich Gl. (6.22) auf eine lineare Gleichung fir V2. Der Verlal 
von V* bzw. des Berechnungsindex n in Abhangigkeit von der Frequenz wu ‘ 
fiir diesen Fall ausfithrlich von KORPER [14] diskutiert. 
Falls die Schallgeschwindigkeit c, klein gegen der Lichtgeschwindigkeit ist, lai 
sich die Gl. (6.22) ebenfalls noch einfach naherungsweise losen. Die Bilder 4a 
4c geben einen Uberblick tiber die verschiedenen Lésungen, fiir ¢2/c, = 5 ui 
fiir @./wp = 7,5; 3,2; 0,32. Die Nullstellen von V sind-in guter Naheru 
gegeben durch banat | 


wer oN 
{| 


1 w2\1/? | 
=({1 2 s | 
‘ ( * 2 sz ; Me TI 


| 


w 


Wp 
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_h. also unabhangig von c,. Die Unendlichkeitsstellen von V2 liegen, wenn 
Me K Wp ist, bei 


Wahrend bei der Ausbrei- 
tung einer elektromagne- 
tischen Welle langs des 
a4uBeren Magnetfeldes sich 
ein Unterschied in den Fort- 
pflanzungsgeschwindig- 
keiten fiir die links und 
rechts zirkular polarisierten 
Wellen ergab, sind bei der 
Ausbreitung senkrecht zum 
Magnetfeld die Ausbrei- 
tungsgeschwindigkeiten ftir 
die beiden Polarisationsrich- 
tungen senkrecht und par- 
allel zum Magnetfeld ver- 
schieden. Eine linear pola- 
risierte elektromagnetische 
Welle wird deshalb im 


(6.24) 


(6.25) 


Bild 4b. 


allgemeinen beim Durchlaufen eines Plasmas senkrecht zum auBeren Magnet- 
feld elliptisch polarisiert. Auch diese Methode konnte dazu benutzt werden, die 
Starke des Magnetfeldes zu messen’). Aus Gl. (6.3) und (6.19) bekommt man 


1) Auf diese Méglichkeit wurde der Verfasser von Herrn Prof. SCHLUTER hingewiesen. 
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mit cs=0 sowie mit w?S Op und w* >a fiir den Unterschied dé 
Brechungsindizes mj und n, der parallel und senkrecht zum auBeren Magne} 
feld polarisierten Wellen: 


a 
e 


tO; ue 
2) GI 


(6.2 


Di ae ie oe 


w - 


Vergleicht man dies m 
dem Unterschied der Brg 
chungsindizes bei parallele| 
Fortpflanzung zum Magne} 
feld (FARADAY-Effekt) Gj 
(6.19), so sieht man, daj 
der Unterschied hier uy 


1 | 
den Faktor — st kleiner isi 
me GD 


Die Phasendifferenz ¢ fii 
die parallel und senkrech 


ten Wellen nach Durch] 
laufen der Strecke d in| 


Bild 4c: Die Ausbreitungsgeschwindigkeit senkrecht zum Magnetfeld in gb re pee oO ie (6.2 


4 ¢ w? 
Abhangigkeit von o fiir e3/e, = 5 und fir om 
A) we/wp = 7,5, b) we/wp = 3,2, Cc) we/wp = 0,32. , ‘ 
— eee 3 R2 
a zg MAS Bd 
= 1,25 - 10-71n, 7° B2d, (6.28) 


wobei wieder cgs-Ki:heiten und das Magnetfeld in GauB zugrunde gelegt sind} 
Fir die beim FARA DAY-Effekt benutzten Werte B — 103 GauB, », = 10 em- 
d = 1 cm bekommt man fiir 4 = 10-5 cm eine Phasendifferenz € =11,25 2108" 
und fir 2 = 10-'cm ist ¢ = 1,25-10-4. Im Mikrowellenbereich konnte des} 
halb eine Messung dieses Effektes vielleicht gerade moglich sein. 
6) SchlieBlich sei noch ein weiterer interessanter Spezialfall bei der Ausbreitung| 
von Wellen senkrecht zum Magnetfeld diskutiert. Wir wollen annehmen, daf| 
die auftretenden Frequenzen klein gegen die Plasmafrequenz sind. Gleich) 
bedeutend mit dieser Annahme ist, daB wir in der Ausgangsgleichung| 
Gl. (6.10) den Verschiebungsstrom vernachlassigen. Der Unterschied zur hydro] 
magnetischen Niherung besteht darin, daB das verallgemeinerte OHMsch¢| 
Gesetz Gl. (6.7) voll beriicksichtigt wird, insbesondere das Tragheitsglied dei| 
Stromes, da die Frequenzen nicht klein gegen die Gyrofrequenzen der Toner} 
und Elektronen sein sollen. il 
Aus GI. (6.22) bekommt man dann in dieser Naherung: | 
2 2 me tah i| 
ya — v9(ch ed ee c (6.29}) 

Op > wo NN i} 
Bevor wir die Lésungen dieser quadratischen Gleichung fiir V? diskutieren\/ 
seien die Schwingungsverhaltnisse fiir diesen Grenzfall naher betrachtet. | 
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| Aus Gl. (6.12) folgt namlich in dieser Naherung, daf j, nur eine Schwingungs- 


komponente senkrecht zu k und b haben kann, da8 also « in Gl. (6.21) Null sein 
mu8. In bezug auf j, hat man also eine rein transversale Schwingung. Jedoch 

‘folgt dann aus der Bewegungsgleichung, daB die Schwingungsamplitude von %, 
nur eine Komponente in der Ausbreitungsrichtung besitzt, also rein longitudinal 
ist. Wir kénnen diese Welle also auch als eine durch das Magnetfeld modifizierte 
'Schallwelle auffassen, deren Fortpflanzungsgeschwindigkeit noch von der 
| Frequenz abhangt. Das elektrische Feld hat sowohl Komponenten in der Aus- 
-breitungsrichtung als auch senkrecht dazu. Wir betrachten dazu Gl. (6.7), aus 
der man bekommt: 


4x Oj, 1 Me — Mj 


E, = SEranitie [v, Bo] — acre + i Bo = 5 grad p,). (6.30) 
Nun ist nach Gl. (6.21), (6.6), (6.8) und (6.9) 

Hass iB [hb], (6.31a) 

o%,=— 1a = - B : (6.31 b) 

und a= 7 alee = = B. (6.316) 


Damit erhalt man fiir E,: 


~ 4n Wi We 1 B 
ae oe f Pelee av} fag beled en 
4x 4 i ec Vee B 
(or =o) (1+ 57S apa) EF (6.32) 


Man sieht daraus, da8 E, sowohl eine transversale als auch eine longitudinale 
Komponente besitzt, wahrend bei der hydromagnetischen Naherung (s. Ab- 
‘schnitt 4) nur eine transversale Komponente auftritt. Diese riihrt in diesem Fall 
von dem Glied [vB] und vom Tragheitsglied her, wahrend die longitudinale 
Komponente und damit die Ladungstrennung nur durch den HALL-Term und 
die Druckdiffusion verursacht wird. Dieser Anteil des elektrischen Feldes tragt 
nicht zum elektrischen Strom bei, denn wegen der Vernachlassigung des Ver- 
schiebungsstromes folgt aus den MAXWELLschen Gleichungen (6.8) und (6.9): 


z c2 


k= 7 i{k(E,k) — E,k?}. (6.33) 


Ww 
Wir kehren nun zuriick zur Diskussion der Gl. (6.29), die die Fortpflanzungs- 
geschwindigkeit dieser Wellen, bestimmt. Sie 148t sich mit Hilfe von Gl. (6.13) 
in der Form schreiben: 


2 2 
vs — V2 (ch + of — ok 2 )- ee anne (6.34) 


Wj We Wj We 


Daran erkennt man, daf als wesentliche Parameter in V? das Verhaltnis der 
Frequenz zum geometrischen Mittel zwischen den Gyrationsfrequenzen der 


“ 
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Tonen und Elektronen und das Verhaltnis von ALFVEN-Geschwindigkeit zuj 
hydrodynamischen Schallgeschwindigkeit eingehen. 
Wenn man c? = 0 annimmt, so bekommt man aus Gl. (6.34) 


ahs 
Vieic. (1 oH pile ). (6.35) 


Wj We 


Wenn c; +0 ist, so kann zundchst aus Gl. (6.34) ersehen werden, daB steti| 
nur eine reelle Lésung fiir V existiert. Weiterhin laBt sich Gl. (6.34) umformen zy 


2 | 
V2(V2 (ch + et} Se —— (2 — VL (6.36) 


Wj We 


Hieraus folgt, daB fiir V? die Ungleichung gilt: | 
e<VcA +e. (6.37) 


é) Zusammenfassend laBt sich iiber die Ausbreitung von Wellen in eine ny 
Plasma bei Gegenwart eines Magnetfeldes folgendes sagen: | 
1) Wenn die Schwingungsamplitude des elektrischen Stromes parallel zur 
auBeren Magnetfeld liegt, hat das Magnetfeld keinen Einflu8. Dieser Fall isd 
nur bei Ausbreitung parallel oder senkrecht zum duBeren Magnetfeld méglich} 
nicht aber bei dazwischenliegenden Winkeln. 
2) Erfolgt die Ausbreitung parallel zum auBeren Magnetfeld, so sind die longi} 
tudinalen Schall- und Plasmaschwingungen nicht mit den transversalen Schwinj 
gungen verkoppelt und auch nicht durch das Magnetfeld beeinfluBt. Die trans} 
versalen Schwingungen gehen bei kleinen Frequenzen (w < «;) in die ALFVE | 


Plasmafrequenz im Verhaltnis zu den Gyrationsfrequenzen abhangt. Bei hohe 
Frequenzen (w > we und w, < wy) erfolgt die Ausbreitung wie bei den elektro} 
magnetischen Wellen im Plasma, d. h. dann ist eine Fortpflanzung nur méglich 
wenn die Frequenz gréBer als die Plasmafrequenz ist. Das Magnetfeld ha 
praktisch keinen Einflu8 mehr. 

3) Erfolgt die Ausbreitung senkrecht zum Magnetfeld, so sind im allgemeine 
die longitudinalen Schall- und Plasmaschwingungen mit den transversale 
elektromagnetischen Schwingungen verkoppelt. Bei kleinen Frequenzen (w<a; 
tritt eine Entkopplung ein, und man bekommt longitudinale Schallwellen, dered 
Quadrat der Fortpflanzungsgeschwindigkeit gegeben ist durch die Summe de} 
Quadrate der normalen Schallgeschwindigkeit und der ALFVENschen Geschwi i 
digkeit. Fiir Frequenzen, die klein gegen die Plasmafrequenz sind und wo di 
Plasmafrequenz selbst groB gegen die Gyrationsfrequenz der Elektronen is 4 


| 


| 
| 
I 


Kine ausgezeichnete Rolle spielt bei diesen Schwingungen die Frequenz, di 
das geometrische Mittel zwischen den Gyrationsfrequenzen der Ionen und 


\ 
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-Elektronen ist. Fir sehr groBe Frequenzen (w > «@,) sind die Schwingungen 
wieder rein transversal, und die Ausbreitung erfolgt wiederum wie bei den 
elektromagnetischen Wellen im Plasma. 


7. Wellen mit endlicher Amplitude 


In den bisherigen Abschnitten waren stets Wellen kleiner Amplitude betrachtet 
worden, so dafi wir von den linearisierten Plasmagleichungen ausgehen konnten. 
Es gibt aber eine Reihe von verhaltnismaBig einfachen Lésungen der Plasma- 
' gleichungen, die Wellen beschreiben, bei denen die Amplitude nicht klein zu 
| sein braucht. Diese sollen in diesem Abschnitt behandelt werden. Jedoch werden 

wir die Bewegungs- und die Diffusionsgleichung in der Naherung benutzen, 
dak wir Quasineutralitat annehmen, da die Abweichungen von der Quasi- 

neutralitat stets sehr klein bleiben werden. AuBerdem werden in diesen beiden 

Gleichungen die Glieder, die quadratisch in j sind, vernachlassigt werden, da 


die auftretende Diffusionsgeschwindigkeit on 4 in den hier betrachteten Fallen 


-stets sehr klein ist. SchlieBlich wird in den MAXWELLschen Gleichungen der 
' Verschiebungsstrom vernachlassigt, da die auftretenden Frequenzen klein gegen 
die Plasmafrequenz sein sollen. 


a) ALFVENsche Wellen mit endlicher Amplitude 


In Abschnitt 4 war gezeigt worden, daB die ALFVENschen Wellen in der hydro- 
_magnetischen Naherung Lésungen der linearisierten Plasmagleichungen dar- 
_ stellen. Es soll nun gezeigt werden, daB die ALFVENschen Wellen anch strenge 
, Lésungen der magneto-hydrodynamischen Gleichungen sind, wenn man an- 
_ nehmen darf, daB das Plasma inkompressibel ist. 
| Wir nehmen wieder wie in Abschnitt 4 an, daB die Leitfahigkeit unendlich sei. 
Weiterhin werden die Tragheits- und Konvektionsglieder des Stromes sowie 
_ der HALL-Term und die Druckdiffusion vernachlassigt; auBerdem sei das Plasma 
: inkompressibel. 

_ Dann bekommen wir aus Gln. (2.8), (2.11), (2.17), (2.20), (2.21) und (2.22) 
| 
i 


Ov 1 
CaF + o(v grad) v = — grad p + 7 [rot B, B], (78) 
| a = rot [vB], (7.2) 
| diy v = 0 (7.3) 
und divB=0. (7.4) 


( 
| Es ist nun, wie es zuerst von ELSASSER [30] und LUNDQUIST [31] vorgeschlagen 
_ wurde, die folgende Hinfithrung neuer Variablen niitzlich: 


1 


“u=v+ (7.5 a) 
V420 

| 1 

und w =v — ———B. (7.5b) 
| V4 
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Setzt man dies in Gl. (7.1) und (7.2) ein, so bekommt man zwei zueinande} 
symmetrische Gleichungen, da @ wegen der vorausgesetzten Inkompressibilita, 
konstant ist: 


= (w grad) u + grad b= 0, (7. 
dw | 
ae (u grad) w + grad d = 0, (72 


divu=0, (7.8 
divw = 0. (7.94 
Hierin ist o® der Gesamtdruck, namlich : 
1 | 
= SJ 5h 10 
oo — pt. 8 (7-49 


Storung uw, und w, fortpflanze. 


Es sei also: 
1 
AR aagge fees (7.11 
1 | 
und w= — ——— B, + ¥,. (7.11 by 
V420 
Dann wird aus Gl. (7.6) und (7.7): 
du, 1 
Ate jer (By grad) u, + (wy, grad) u, + grad @ = 0, (7.124 
dw, 1 / 
oil “+ es (By grad) w, + (u, grad) w, + grad ® = 0. (7.18 
Zwei Lésungen dieses Systems sind: 
I. grad = 0, (7.14 af 
w, = 0, (7.14]] 
B 
u,(t,r) = f ( r-+——2 j ; (7.14 a) 
)47@ 
II. grad D = 0, (7.15 af 
u4=0, (7.15 bf 
% 
WwW, (t, 7) =o('o. = : ). (7.154 
V420 . : 


Die Lésung I beschreibt eine Stérung, die sich antiparallel zu’ B, fortpflanzt, unt 
die Losung II eine solche, die sich parallel zu B, fortbewegt. In beiden Falle}| 
ist die Fortpflanzungsgeschwindigkeit B,/42o und in beiden Fallen wird der 
magnetischen Druck durch den Gasdruck das Gleichgewicht gehalten. Di 


’ 
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osungen gelten fiir eine beliebige Form der Stérung und ebenfalls fiir beliebige 
implituden. 

‘ur die Storung der Massengeschwindigkeit v, und fiir das gestérte Magnetfeld 
3, bekommt man aus Gl. (7.5a) und (7.5b): 


B, = +V420 2, (7:14) 
rit mvs o bzw. =, (7.18) 


yobei das positive Vorzeichen zur Lésung I und das negative zur Lésung II 
ehért. Man sieht, daB in beiden Lésungen die kinetische Energiedichte gleich 
er magnetischen Energiedichte ist. 

Jer hier angegebene Lésungsweg geht auf LUNDQUuIST [31] zuriick. Dieser hat 
uch die Superposition der Losungen diskutiert, die ja bei den Wellen kleiner 
\mplitude stets mdéglich ist. Die Lésungen von I und II kann man nur dann 
iberlagern, wenn die Glieder (w, grad) u, und (u, grad) w, verschwinden. 


)) Nichtlineare magneto-hydrodynamische Kompressionswellen 


\ls ein weiterer Fall von Lésungen der nichtlinearen Plasmagleichungen mit 
Nellencharakter seien Kompressionswellen behandelt, die sich senkrecht zu 
inem auBeren Magnetfeld fortpflanzen. Diese Wellen wurden fiir den Druck 
= 0 von ALLEN [32] und von Davis, LUST und SCHLUTER [33] und fiir den 
ruck p = 0 von DAvis, HAIN, LUST und SCHLUTER [34] diskutiert. Wellen 
leiner Amplitude dieser Art waren in Abschnitt 6b behandelt worden. Diese 
Vellen gingen fiir kleine Frequenzen in die magneto-hydrodynamischen Kom- 
ressionswellen tiber, die in Abschnitt 4b erdrtert wurden. 

Jie Tragheitsglieder des elektrischen Stromes sowie dessen Konvektionsglieder, 
ler HALL-Term und die Druckdiffusion sollen hier im Gegensatz zu Abschnitt 7a 
icht vernachlassigt werden. Dagegen soll Stationaritat vorausgesetzt werden, 
|. h. alle partiellen Ableitungen nach der Zeit sollen verschwinden. Das bedeutet, 
laB wir die Wellen in einem mit den Wellen mitbewegten Koordinatensystem 
yeschreiben. 

Jann wird aus den Gln. (2.8), (2.11), (2.12). (2.17), (2.20), (2.21), (2.22) und 
2.23): 


1 
o(v grad) v = — grad p + ia [jB], (7.19) 
Mj Mo j 1s 
= b) — - — oe d — 
2 (» grad) ; - 5 (j gra >| 
(eae ea i 1 ° 1 Land 
= EF + : [vB] 4 i mn [jB] — — grad p}, (7.20) 
c c 2 
div (ov) = 0, (7.21) 
(v grad p) = y a (v grad 0), (7.22) 
crot B = 4zj, (7.23) 
rotK =0, (7.24) 
und div E = 422. (7.25) 
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Hierbei wurde wieder wie in Abschnitt 6 angenommen, dak p; = p. = p/2 sei. | 
Wir wollen nun voraussetzen, daB die Ausbreitung der Wellen in der «-Richtut 
erfolge, d. h. alle GréBen sollen nur von x abhangen. Weiterhin habe w nur ci 
x-Komponente, und das Magnetfeld B nur eine z-Komponente, die mit v bzw. 
bezeichnet seien. Dann folgt aus Gl. (7.23), daB die elektrische Stromdichte n} 
eine y-Komponente j besitzen kann, weiterhin kann das elektrische Feld nj 
eine z-Komponente H, und eine y-Komponente E, besitzen, wobei letzte 
wegen Gl. (7.24) konstant sein muB. Aus den obigen Gleichungen wird so: | 


dv dp ieee ap ol 
On dx de ag gg (7.2) 
Me — m { 1 dB 1 dp 
ore Sy 5 eae meee ee 2 
, ‘ 0 ean 2 ae @ i 
mm da /j ‘ : 
z seleg B,— = 08, (7.2 
d 
se lO Plazas Os (7.2 
dp p do 
dé tee de (73 
eee we ree 73 
dE, 
dx = 0, (7.35 
ieee Soc st \ 
pe eae (7.34 


Hieraus sieht man, daB die Komponente des elektrischen Feldes in der A 
breitungsrichtung in die anderen Gleichungen gar nicht eingeht, wie es auch bi 
den linearen Wellen der Fall war. Die sich aus ihr ergebende Ladungstrennun 
bestimmt sich nach Gl. (7.33). Im folgenden brauchen wir Z, nicht mehr in de| 
weiteren Gleichungen zu beriicksichtigen und nennen deshalb die Konstan 
Komponente des elektrischen Feldes in der y-Richtung E (= L,). Die unterd 
Gleichungen kénnen bis auf Gl. (7.28) in einfacher Weise integriert werden un} 
wir erhalten so; 


One ie (7.3 
p 
f= 8, (7.3 
Q 
s Peat 
Fv-+p rea - (7.3 


ey eee oe ) (7.34 
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Hierin ist der Punkt (im Gegensatz zum iiblichen Gebrauch) eine Abkiirzung 

A mmc da Led . 

fir v = = , wahrend F, 8, JJ und EF Integrations- 
4nF e dx Op Vy dx 

konstanten sind. F ist der MateriefluB8, /7 der Impulsflu8 (beide gemessen im 

mitbewegten Koordinatensystem, s. 0.) und In S ist proportional zur Entropie. 


Die letzte Gl. (7.37) 148t sich unter Benutzung der anderen Gleichungen eben- 
falls noch einmal integrieren und liefert den Energiesatz: 


Dive ) 
gq Bt y+ 1 po + 2 cB =e. (7.38) 
Hierin ist e wiederum eine Integrationskonstante, der Energieflu8. Die einzelnen 
Glieder lassen sich anschaulich interpretieren: Die ersten beiden Glieder stellen 
den FluB der kinetischen Energie der Elektronen und Ionen dar, das dritte den 
‘Flu8B der inneren Energie des Plasmas sowie die Arbeit des Druckes, und das 
letzte Glied ist der PoyYNTING-Vektor. 

Auf Grund des Energiesatzes kann man nun die Gl. (7.37) fiir B durch die Ein- 
fiihrung eines Quasipotentials ®(B) in der Form schreiben: 


adD(B) - 


B ae boii yp a? 9 (7.39) 
wobei ®(B) ane ist durch: 
Oe te ee eR (7.40) 
= 2 y—1 sere eta Pe 


In dieser Definitionsgleichung fiir ®(B) steht zwar auf der rechten Seite noch 
v und p; diese Groen kann man sich aber mit Hilfe von den Gln. (7.34), (7.35) 
und (7.36) eliminiert denken, was zwar nur im Fall p= 0 explizit méglich 
ist. 

Hs soll nun fiir das Folgende fiir y der Wert 2 benutzt werden (s. Abschnitt 2). : 
Denn da die StoBfrequenz zwischen den Elektronen und Ionen als sehr klein 
angesehen wurde (o = oo), erfolgt die Kompression nur senkrecht zum Magnet- 
feld, wahrend die innere Energie des Gases parallel zum Magnetfeld ungeandert 
bleibt. Man hat also hier nur zwei Freiheitsgrade und damit y = 2. 

Es ist weiterhin praktisch, in den bisherigen Gleichungen dimensionslose 
Variable einzufiihren, wodurch die Anzahl der Parameter, von denen die Losung 
abhangt, reduziert wird. Alle dimensionslosen Variablen und Parameter werden 
mit einem Stern bezeichnet, und es sei also: 


2 
oe = o*, (7.41) 
v= sr v*, (7.42) 
p = IIp*, (7.43) 
B = (4x1)? B*, (7.44) 


1 Tl 
fA My OMe fe 7.45 
E= 3 (4a IT) ri ; ( ) 
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Sees es S*, (7.4 
P= sna Dr (7.4 
eae (7.4 


,»,Punkt“ bezeichnet. Die Gleichungen (7.35) bis (7.40) bekommen dann folgend| 
einfache Gestalt (y = 2): 


ot o* = 1, (7.49) 
p* = S*o*?, (7.50] 
* 1 
o* 4 = Hie Be? ante, (7.5 
B* = v* B* — E*, (7.54 
le 1 Ss 7 ae 
ri Sad te a ee es aes (7.53 
e @* ( B* , 
sowie Be = — —— (7.5 
: 1 S* 
mit it bs ee oy yet 1 2 ae ca ae ie Bae (7.58) 


Die beiden ersten Gleichungen brauchen im folgenden nicht mehr betrachtd 
zu werden, da p* und g* aus den restlichen Gleichungen eliminiert wurden. Di 
Lésungen haéngen nun ab von S*, Z* und e*, die aber nicht vollig frei vorgebba 
sind, sondern innerhalb gewisser Grenzen liegen miissen, die spater angegebe} 
werden. Es sei zunaichst der Zusammenhang zwischen v* und B* betrachte 

der durch Gl. (7.51) gegeben ist. In Bild 5 ist v* in Abhangigkeit von B* au | 
getragen, wobei S* als Parameter eingeht. Man sieht, daB zu jedem Wert vo 
B&* zwei verschiedene Werte v* gehéren auBer bei S* = 0. Der Maximalwer 

von B* bei vorgegebenem S* ist 


Brae = 2 — 3(28*)13, (7.54 


und er liegt bei i} 
ve = (2 S*)18, (7.57) 


S* kann seinen Maximalwert bei B—=0O und vy = % annehmen und mu 
zwischen den Grenzen liegen 


4 | 
S* << —., vere Ss 58 

UESAYS a es (7a 

Der Wert vs = 3 hat eine ausgezeichnete Bedeutung, da ot in diesen dime ny 
sionslosen Variablen fiir diesen Wert gerade gleich der » Schallgeschwindigkeiti 


cf ist, d.h. gleich der Ausbreitungsgeschwindigkeit der magnetohydrodyné} 


\ 
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pischen Wellen, die durch Gl. (4.18) gegeben ist und die sich in diesen Variablen 
usdriickt durch 


cr2 — 2 S* -L y* Bre 
ete lit liad : (7.59) 


[an kann leicht mit Hilfe von Gl. (7.51) feststellen, daB v* = 2 sein muB, 
enn man cf? = v*® fordert. Das bedeutet nun, daB v* auf allen unteren Asten 
nd z.T. auch noch auf den oberen Asten in Bild 5im Unterschallbereich liegt. 
‘ach diesen Vorbemerkungen kehren wir nun zum eigentlichen Problem zuriick, 


er Losung der Diff.-Gl. (7.54). Man kann diese Gleichung als die Bewegungs- 


05 10 pk eek 5 


Bild 5. Der Zusammenhang zwischen v* und B* fiir verschiedene S*. 


leichung eines Massenpunktes der Masse 1 im Potentialfeld ®* auffassen. Aus 
lem Verlauf des Potentials ®*(B*) kann man dann schon die wesentlichen 
tigenschaften der méglichen Lésungen ablesen. 
n Bild 6a ist das Potential ©} (B*) aufgetragen mit S* als Parameter, wobei 
b* (B*) definiert ist durch 
1 S* 
DF = mY pee + 2 


v* * 


(7.60) 


fit Hilfe von Gl. (7.55) bekommt man dann das Gesamtpotential ®* (B*) durch 
ie Uberlagerung von ®, und einer Geraden mit der Steigung H#*, nimlich 


D(B) = ©, + E*B*. (7.61) 


)(B) ist fiir einen Wert von £* und S* in Bild 6b aufgetragen. 

\lie Lésungen sind nun bei vorgegebenem S* und £* durch die Wahl von e* 
estimmt, wenn man von einer trivialen Phasenkonstanten absieht. Zieht man in 
sild 6b eine horizontale Gerade durch ®* = «*, die die obere Kurve O*(B*) 
n zwei Punkten rechts vom Maximum schneiden soll, so sieht man, daB der 
fariation von B* gerade eine oszillatorische Bewegung zwischen diesen beiden 
unkten entspricht. Man kann also bei geeigneten Anfangsbedingungen peri- 
dische Wellenziige als Lésungen der Gl. (7.54) erhalten (s. Bild 7a—7h). 


“ 
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Bild 6a. Das Potential ®* in A/ 
hangigkeit von B* { 
verschiedene S*, 


Bild 6b. Das Potential ®% in Ab- 
hangigkeit von B* fiir 
S*=0 und £* = 0,4, 


10 


06 
0% 


a2 


Bild 7. WellenfSrmige Lésungen fiir S* =0. In a) ist b= oe Bt = eam? in Abhingigkeit vo 


de avon b init a= 0,2 unverdnder 


F 
é= aT V ie % aufgetragen. In allen drei Fallen ist die Amplitu 


wihrend der Mittelwert von b b = 0,8, 0 


F 
welle. In b) ist o* = — 


SCHLUTER [33].) 


»7 und 0,6363 variiert. Fir 6 = 0,6363 hak man eine »Einzek 
v in Abhangigkeit von §& aufgetragen. (Nach DAVIS, LUST u 


q 
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Vahlt man e* gerade so groB, daB es gleich dem Wert von ©* bei seinem 
laximum ist, d.h. beginnt man an der Stelle, wo neben B* auch B* 
lull ist, dann bekommt man als Lésung eine einzelne Welle, wobei der Ver- 
vuf aller GroSen im Unendlichfernen konstant ist (s. Bild 8a—8b). 

sevor diese Lésungen weiter diskutiert werden, sei der Verlauf des Potentials 
»* noch etwas naher betrachtet und untersucht, welche Begrenzungen sich fiir 
ie Parameter H* und e* ergeben. Wie man aus Bild 6a ersieht, bestehen die 
’otentialkurven entsprechend den Kurven fiir v* aus zwei Asten. Auf dem 
mteren Ast existiert kein Minimum, gleichgiiltig wie groB man E* wahlt. Auf 
iesem Ast sind deshalb keine periodischen Lésungen méglich, sondern jede 
infangsbedingung auf diesem Ast wiirde zu einer singularen Lésung fiihren. 


Ee 
vA 


‘ 


ae 


ild 8. Einzelwelle fiir M = 2; 1,458 und 1,2. 
B 
In a) ist —-— — 1 in Abhangigkeit von X = Voie 
Beo Veo 


In b) ist v/vo in Abhangigkeit von X aufgetragen. (Nach DAVIS, LUST und SCHLUTER [33].) 


a aufgetragen. 


iuf dem oberen Ast kénnen nur dann periodische Lésungen auftreten, wenn 
jese Kurve ein Minimum hat. Diese Bedingung liefert die Begrenzung der 
Verte von H*. Die obere Grenze von £* ergibt sich aus der Bedingung, daB an 
er Stelle des Wendepunktes von ®* die erste Ableitung d®*/dB* kleiner als 
full bleiben mu8. Der Wendepunkt ist gegeben durch 


d2 * 1 1— MM 
Gt = yp ae =? (7.62) 
1 oF a) “y*3 


lierin ist 1M die MAcHsche Zahl, d.h. das Verhaltnis von v* zu cf. Aus Gl. (7.62) 
rsieht man, daB an der Stelle des Wendepunktes M = 1 ist. Der Nenner 
st fiir den oberen Ast gemaB Gl. (7.50) stets positiv und fiir den unteren stets 
egativ. Damit liegen alle Punkte des oberen Astes links vom Wendepunkt im 
Jberschallbereich, wahrend die Punkte rechts davon und die der unteren Kurve 
n Unterschallbereich liegen. Fir die obere Grenze von E* bekommt man daraus 


E* < 2V2—48*. (7.63) 
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Die untere Grenze von £* ist durch die Bedingung gegeben, daB das Minim} 
von ®* bei Werten B* < Bhax liegen muB. Mit Hilfe von GI. (7.55) und (7.1, 
bekommt man dann: 


E* > (28*)8 V2 — 3(2S8*)3. (7. 


Periodische Lésungen sind nun nur méglich, wenn bei vorgegebenen S* und 
der Wert von e*, durch den die Lésung bis auf eine Phasenkonstante bestim] 
ist, innerhalb gewisser Grenzen liegt, andernfalls werden die Lésungen singu 

Bei der Bestimmung der oberen Grenze von e* = e%,, mu man zwei Fé 
unterscheiden, je nachdem ob der Wert von @* an der Stelle B* = B*,, 
Maximalwert von ©* — @j,,x iiberschreitet oder nicht. Im letzteren Fall ist | 


chax = D* (Bhyx) = $(2S*)22 + B*V2—32S*)8, (7. 


im anderen Fall 
omar Oran (7.! 


wobei zur Bestimmung von @j,,x in Abhangigkeit von S* und E* eine Gleichul 
3. Grades fir B* gelést werden muB, die sich aus Gl. (7.51) ergibt. Die unti 
Grenze von e* = ein ergibt sich aus der Bedingung, da e* gréBer sein a 
als der Minimumswert von ©* = @*%,,, d.h. also 


Sinin — Prin > (7.4 


wobei sich der Wert von ©%;, ebenfalls aus der oben erwahnten Gleich 1 
3. Grades fiir B* ergibt. 
Fiir den Fall S* = 0 sind eine Reihe der periodischen Wellenziige und ,,Einz 
wellen® durch numerische Integration der Diff.-Gl. (7.52) berechnet worden, 
in Bild 7 gezeigt sind [33]. Es zeigt sich, daB die Wellenlangen in der GréB 
ordnung der Gyrationsradien liegen kénnen. Es sei bemerkt, da8 man im 
S* = 0 die Lésungen auf elliptische Integrale zuriickfiihren kann, Wahlt m 
die Anfangsbedingungen so, daB man als Lésung eine ,,Einzelwelle‘‘ 
kommt, so entarten die auftretenden elliptischen Integrale und man kann | 
Integration von Gl. (7.52) elementar ausfiihren. In Bild 8 ist der Verlauf « 
Magnetfeldes und der Geschwindigkeit als Funktion von x aufgetragen. Da 
Vie Be 


ist der Parameter die MAcusche Zahl im Unendlichen M — 


M mu8 zwischen 1 und 2 liegen, damit als Lésungen einzelne Wellen auftrett) 
Werte mit M > 2 sind deshalb nicht méglich, weil in diesem Fall die Bahn 
der einzelnen Teilchen in dem Gebiet, in dem sich die magnetische Feldsta 
stark andert, riickliufig werden. Man wiirde dann an einer Stelle x sow# 
positive als auch negative Geschwindigkeiten erhalten. Die hier verwendet) 
Gleichungen verlieren dann ihre Giiltigkeit. 
In dem Bereich 1 < M < 2 ist die maximale magnetische Feldstarke um) 
groBer, je hoher M ist. Gleichzeitig wird die , Halbwertsbreite‘* der We 
kleiner. Diese ist etwa in der GrdBenordnung von ¢4/Va; oe, d.h. etwa gleich di 
geometrischen Mittel der Gyrationsradien der Ionen und Elektronen, die 
mit ALFVEN-Geschwindigkeit bewegen. . 
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8. Hydromagnetische StoSwellen 


a) In Abschnitt 4 war die Ausbreitung hydromagnetischer Wellen kleiner 
Frequenz, d.h. groBer Wellenlange mit kleiner Amplitude, betrachtet worden. 
Diese Wellen breiteten sich dispersionsfrei und ohne Anderung ihrer Form mit 
einer Geschwindigkeit aus, die sich nach Gl. (4.13) aus der normalen Schall- 
geschwindigkeit mit der ALFVEN-Geschwindigkeit ergab. Wenn man nun die 
Ausbreitung solcher longitudinaler, transversaler oder auch gemischter Wellen 
mit groBer Amplitude ins Auge faBt, so werden die Gebiete mit der gréBten 
Dichte sich schneller bewegen als diejenigen mit der geringeren Dichte, da in den 
ersteren Gebieten die Schall- und die. ALFVEN-Geschwindigkeit gréBer ist als in 
den letzteren. Das bedeutet also, daB der Wellenberg schneller laufen wird als 
das Wellental. Daher wird sich eine Welle endlicher Amplitude immer mehr 
aufsteilen. Wenn die Wellenlange verhaltnismaBig gro8 ist, kann man dann 
schlieBlich drei Gebiete unterscheiden. Ein verhaltnismaBig ausgedehnter 
Bereich mit geringer, annahernd konstanter Dichte, dann ein Gebiet mit einem 
ziemlich abrupten Dichteanstieg und wieder ein ausgedehnterer Bereich mit 
héherer, annahernd konstanter Dichte. Den Anstieg der Dichte und der anderen 
ZustandsgroBen kann man nun bestimmen, ohne daB man auf die Prozesse ein- 
gehen muB, die zu diesem Anstieg fithren und die auch die Ausdehnung des 
Ubergangsgebietes zwischen den Bereichen hoher und niedriger Dichte bestim- 
men. Denn durch das Ubergangsgebiet hindurch miissen der Massen-, Impuls- 
und EnergiefluB sowie der magnetische Flu8 konstant sein, und diese Bedin- 
gungen gentigen, um die Anstiege der ZustandsgréBen festzulegen, wenn man 
z. B. die Geschwindigkeit vorgibt, mit der sich die StoBwelle, wie das Uber- 
gangsgebiet genannt wird, bewegt. 

Es sollen deshalb jetzt die verschiedenen Erhaltungssitze diskutiert werden. 
Wir gehen wieder aus von der magnetohydrodynamischen Naherung, d. h. wir 
legen die Gleichungen, die wir in Abschnitt 7 benutzten, zugrunde, jedoch ohne 
die Annahme der Inkompressibilitat. Es sei Stationaritat vorausgesetzt, und 
wir beschreiben die StoBwellen in einem mit der StoBfront sich mitbewegenden 
Koordinatensystem. Es gilt dann 


o(v grad) » = — grad p + 7 [tot B, By, (8.1) 

div (ov) = 0, (8.2) 

(v grad p) = y . (v grad ¢), (8.3) 

rot [vB] = 0 (8.4) 

nd Aken Peet, (8.5) 


Aus diesen differentiellen Erhaltungssatzen lassen sich nun durch Integration 
liber das Volumen integrale Erhaltungssitze ableiten. Aus Gl. (8.2) bekommt 
man 


[div (gv) dt = | (vn) df = 0. (8.6) 


Hierin ist dt das Volumenelement, df das Oberflachenelement der das Volumen 
einschlieBenden Flache und n die nach auBen gerichtete Flachennormale vom 
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Betrage 1. Aus Gl. (8.1) wird 


lee grad) v + grad p — jqltot BB] t= 


= [{evem + pn + = Bin — 7B ai 220% (8. 


v 


Durch Multiplikation von Gl. (8.1) skalar mit v erhalt man unter Benutzurf 
der anderen Gleichungen den Energieerhaltungssatz in der Form 


eee y De hh, A 1 3} | 

[Ger ei GB) (om) ja (Be) Bl af =o. (8.1 

Hierin ist der erste Term der FluB der kinetischen Energiedichte, der zweiil 

enthalt den FluB der inneren Energie des Plasmas sowie die durch den Drug 

geleistete Arbeit, die beiden letzten Terme setzen sich aus dem FluB der mag 

tischen Energie und der durch die magnetischen Spannungen geleisteten Arba 
zusammen, 

Aus Gl. (8.4) wird 


[rot (vB) dr = [{v(Bn) — B(wn)} df = 0 (8. 


und aus Gl. (8.5) 
| div Bdr = [ (Bn) df =0. (8.11 


Fir das Folgende wollen wir nun annehmen, daB sich die StoBfront in d 
z-Richtung ausbreite, eben sei und in der y-z-Ebene liege. Weiterhin sei zur Vey 
einfachung nur der ebene Fall betrachtet — dies bedeutet keine wesentlic 
Kinschrankung — und das Koordinatensystem sei so orientiert, daB v und 
keine z-Komponenten besitzen. Die Normale n besitzt nach Voraussetzung nq 
eine x-Komponente. 
Die oben angegebenen integralen Erhaltungssaitze besagen dann, daB die Inti 
granden auf der Vorder- und Riickseite der Sto8front iibereinstimmen miisse: 
wobei diese Bezeichnung so gewahlt sei, daB die Vorderseite das Gebiet gering? 
Dichte und die Riickseite dasjenige héherer Dichte sei. Wenn wir alle Wer 
auf der Vorderseite mit dem Index 1 und die auf der Riickseite mit dem Index! 
bezeichnen, so bekommt man aus den Gln. (8.6), (8.7), (8.8), (8.9) und (8.1 
schlieBlich: 


Oa = Os = F, (8.1) 
: ae : tes 
01 V2 Pe gest = 02Vz2 + Po + 9 B= ,, (8.1) 
1 1 ; 
01 Py Ve. — ree By Bu = 020 y2%z2 — an By Bao == Ls. (8.11) 


din Ap y ae 1 
ms ha 7 ea Pi + ie By) vn — rics (Byv,) By = 


1 1 a 1 ae . ce | 
=(yartt+ stom + TB) vee — ze (BwBa=e; (8.1 
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Um Ay — Vn Ay = Vy Hy — Ur Hy, = cE (8.15) 
nd dE Ss . (8.16) 


fierin ist F die Dichte des Massenstromes, /7, und IT, sind die beiden Kompo- 
ienten der Impulsstromdichte, ¢ ist die Energiestromdichte, H ist das elek- 
frische Feld (in der z-Richtung). 

die obigen Erhaltungssitze wurden von HOFFMANN und TELLER [35] aus den 
lativistischen Gleichungen und von Ltst [36] aus den Gleichungen der 
Magnetohydrodynamik abgeleitet. 

Venn v auf B senkrecht steht, d. h. da8 dann H, = 0 ist, bekommt man die 
feichen Erhaltungssatze fiir den Massen-, Impuls- und magnetischen Flu8 wie 
m vorigen Abschnitt 7b, wenn man von den Gliedern absieht, die von der 
deriicksichtigung der Tragheit der Elektronen herriihren. (Der Impulsstrom in 
er y-Richtung kann in diesem Fall durch eine einfache GALILEI-Transfor- 
nation zu Null gemacht werden.) Dagegen fehlt hier der Erhaltungssatz fiir die 
Gntropie. 

ie Gln. (8.11) bis (8.16) lassen nun zwei Arten von Lésungen zu. Eine triviale 
Losung ist, daB alle GroBen, einschlieBlich der Entropie, links und rechts der 
frennflache tibereinstimmen. Bei der zweiten Lésung sind die Werte links und 
‘echts der Trennflache verschieden, die Lésung beschreibt also gerade die Ver- 
inderung der ZustandsgréBen beim Durchgang durch die StoBfront. Diese 
Lésungen sind aber nur moglich, wenn auch die Entropie ihren Wert andert. Die 
Gleichungen lassen sowohl Lésungen zu, bei denen die Entropie zunimmt, als 
zuch solche, bei denen die Entropie abnimmt. Da aber nur die Lésungen 
physikalisch sinnvoll sind, bei denen die Entropie nicht abnimmt, mu8 man als 
Jusatzbedingung zu den bisherigen Gleichungen hinzufigen: 


See Sy, (8.17) 
Dieser Sachverhalt hat zur Folge, daB nur VerdichtungsstéBe und keine Ver- 
dinnungsst6Be auftreten kénnen. Eine sich daraus ergebende Konsequenz ist, 
daB die Relativgeschwindigkeit der Materie zur StoBfront auf der Vorderseite 
stets gréBer als die ,,Schallgeschwindigkeit‘‘ sein muB, d.h. gréBer als die 
kleinste mogliche Geschwindigkeit der magnetohydrodynamischen Wellen. Die 
GréBe des Anstieges der verschiedenen ZustandsgroBen ist bestimmt durch das 
Verhaltnis der Geschwindigkeit der StoBfront zur Geschwindigkeit der magneto- 
hydrodynamischen Wellen, die sogenannte MACuHsche Zahl. Diese MACHsche 
Zahl M sei definiert als das Verhaltnis zwischen der Geschwindigkeit U der 
aaa und der Ausbreitungsgeschwindigkeit der magnetohydrodynamischen 
Wellen auf der Vorderseite der StoBfront. 


U 


Bao 8.18 
M ee (8.18) 


Hierbei kann man je nach ZweckmaBigkeit fiir cf eine der Wurzeln der 
Gl. (4.13) oder auch die ALFVEN-Geschwindigkeit c,; nehmen. 

Fiir die weitere Diskussion wollen wir annehmen, daB die StoBwelle in ein 
tuhendes Gas hineinlauft, d. h. wir wollen jetzt die Vorgange von dem Koordi- 
natensystem aus betrachten, in dem die Materie ruht. Wenn man die Materie- 
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geschwindigkeit hinter der Front mit w, bezeichnet, so gilt 


Vy = —U, Mm = 0, 


Vr2 = Uze — U, Vyg = Uye- (83 


b) Wir konnen nun wieder verschiedene Falle unterscheiden, je nach der A 
breitungsrichtung der StoBwelle zur Richtung des Magnetfeldes [37]. Erf 
die Ausbreitung parallel zum Magnetfeld, so hat das Magnetfeld keinen Einff| 
Wenn die Ausbreitungsrichtung senkrecht zum Magnetfeld liegt, so tre 
StoBwellen nur bei Geschwindigkeiten auf, die héher sein miissen als diejenig) 
die bei der Ausbreitung parallel zum bzw. ohne Magnetfeld notwendig sind] 
die ,,Schallgeschwindigkeit‘‘ senkrecht zum Magnetfeld gréBer ist. Weiten 
ist fiir kleine ,,MACHsche Zahlen“ z. B. der Dichte- und der Druckanstieg n | 
so groB wie im Fall ohne Magnetfeld. Jedoch ist der Anstieg der Dichte wie 
einer normalen StoBwelle begrenzt (um den Faktor 4 fiir y = 5/3 und um{ 
Faktor 3 fiir y = 2), wahrend der Gasdruck mit wachsendem M immer we? 
ansteigen kann. Wegen der Erhaltung des magnetischen Flusses ist die magi 
tische Feldstarke der Dichte proportional, so daB der Anstieg des Magnetfe 
auf den gleichen Faktor beschrankt ist wie der Dichteanstieg. Fiir sehr sta 
StoBwellen (d. h. groBe M) spielt deshalb das Magnetfeld praktisch keine Ri 
mehr, da dann auf der Riickseite die innere Energie des Gases gro8 wird geg 
liber der magnetischen Energie. 

Erfolgt die Ausbreitung der StoBwelle schief zum Magnetfeld, so sind 
Verhaltnisse verwickelter. In Abschnitt 4b war gezeigt worden, daB in dies 
Fall zwei verschiedene Arten von magnetohydrodynamischen Wellen existiey 
kénnen. Man wird deshalb auch zwei verschiedene Arten von StoBwel 


ae: U 
erwarten, die in der Tat auftreten kénnen, wenn M_= weal b 


= 


U = 
Mi = ~ = 1 ist, wobei stets c_<c, ist. Die Lésung der Gln. (8.11)| 


(8.16) zeigen aber, daB die beiden StoBwellen fiir gleiches U nie gleichzeitig ¢ 
treten, sondern da8 fiir M, > 1 nur diejenige auftritt, die sich aus der hyal 
magnetischen Welle mit der Fortpflanzungsgeschwindigkeit ¢, entwick 
Neben diesen beiden Arten von StoBwellen kann aber iiberraschenderw 


, : cope : U 
noch eine dritte Art existieren. Diese kann auftreten, wenn VM = ee 
Ox ar 


Die Existenz dieser weiteren Lésung wird durch die Tatsache verstiandlich, 

im Falle der Inkompressibilitét die ALFVEN-Geschwindigkeit auch die A 
breitungsgeschwindigkeit von ALFVENschen Wellen mit endlicher Amplit 
ist (s. Abschnitt 7a). Kin endlicher Knick in den Feldlinien wird sich desh 
mit der Geschwindigkeit c, lings der Feldlinien fortpflanzen kénnen. Dic 
Tatsache entspricht es, daB die Erhaltungsgleichungen die Lésung zulass 
U = cy, By = —B,, waihrend alle anderen Gré8en links und rechts der St. 
front ubereinstimmen. Aus dieser Art von Stérungen kann sich dann d 
dritte Sorte von StoBwellen entwickeln, wenn M, > 1 ist. Aber auch | 
kénnen nur auftreten, solange M, > 1 ist. Fiir groBe Werte von M, spl 
das Magnetfeld analog wie bei den senkrechten StoB8wellen praktisch keine Rt 
mehr, da auch hier der Anstieg der magnetischen Feldstirke sowie der | 
Dichte begrenzt ist, wahrend der Gasdruck beliebig ansteigen kann. 
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sehlieBlich seien noch zwei Sonderfalle erwahnt, die bei der Ausbreitung schief 
um Magnetfeld auftreten kénnen, das sind die sogenannten ,,switch-off‘‘- und 
Switch-on‘‘-StoBwellen. Im ersten Fall hat das Magnetfeld nur auf der Vorder- 
feite der StoBfront eine Komponente senkrecht zur Ausbreitungsrichtung, 
vahrend im anderen Fall das Magnetfeld nur auf der Riickseite der StoBfront 
jine Komponente senkrecht zur Ausbreitungsrichtung hat. Dies ist nur fiir eine 
sanz bestimmte Geschwindigkeit der StoBfront méglich. Zur Realisierung der 
Switch-off‘-StoBwellen muB U = cy, sein, fir die ,,switch-on‘‘-StoBwellen 
nuB U >c, und auBerdem cy > c, sein [37, 38]. 

+) Die angegebenen Erhaltungssitze geben uns, wie schon gesagt, nur Auskunft 
jiber die Gré8e des Sprunges der verschiedenen Zustandsgré8en beim Durch- 
fang durch die StoBfront, sie sagen jedoch nichts aus tiber die lineare Aus- 
jlehnung des Bereiches, in dem der Anstieg der Dichte sowie der anderen 
jar68en erfolgt, da die Prozesse, die die Dichte der StoBfront bestimmen, nicht 
[n die Ausgangsgleichungen eingeschlossen waren. Bei den hydrodynamischen 
StoBwellen weiB man, daB die gaskinetischen ZusammenstéBe der Teilchen 
schlieBlich das Aufsteilen der Wellen endlicher Amplitude begrenzen, und man 
z<ann die Dicke der StoBfront berechnen, wenn man die Viskositat und die 
Warmeleitfahigkeit in den Gleichungen beriicksichtigt. Die Ausdehnung der 
asdynamischen StoBfront liegt in der GroBenordnung einiger freier Weglangen 
jer Teilchen. 

Analoge Rechnungen fiir die magnetohydrodynamischen StoSwellen mit der 
Ausbreitungsrichtung senkrecht zum Magnetfeld unter Beriicksichtigung der 
Viskositat und der Warmeleitfahigkeit wurden von MARSHALL [39] und SEN 
40] durchgefiihrt, wobei ersterer auch die elektrische Leitfahigkeit nicht ver- 
aachlassigt. Das Ergebnis dieser Rechnungen entspricht den Erwartungen, daB 
lie Dicke der Stoffront auch hier von der GroBenordnung einiger freier Weg- 
angen ist, solange die Viskositét und die Warmeleitung auf Grund der gas- 
kinetischen StdBe gentigend hoch sind. Von ROSE und GRAD [4/] wurde unter 
der Annahme, daB die freie Weglange sehr groB sei, nur die elektrische Leit- 
fahigkeit bei der Berechnung der StoBfrontdicke beriicksichtigt, die danach in 
der Gro8enordnung des Gyrationsradius liegen sollte. Dieses tiberraschende 
Ergebnis beruht aber auf einigen nicht konsistenten Annahmen, auf die hier 
nicht weiter eingegangen werden soll. 

Wenn die freie Weglange groB ist, d.h. die StoBfrequenz klein gegen die Frequenz 
der Ionen und Elektronen ist, wird das Aufsteilen der Wellen schlieBlich dadurch 
begrenzt, daB die Tragheit des elektrischen Stromes merkbar wird [33, 34]. Die 
Form der StoBfront wird dann also durch die Berticksichtigung der Tragheit des 
elektrischen Stromes mitbestimmt werden. In Abschnitt 7b war gezeigt worden, 
da8 man unter Beriicksichtigung der Tragheit des elektrischen Stromes Wellen 
endlicher Amplitude bekommen kann, die sich in Form einer einzelnen Welle 
oder in Form eines unendlich ausgedehnten Weillenzuges stationdr im Plasma 
fortpflanzen kénnen. Bei diesen Wellen blieb aber die Entropie konstant; bei 
der Einzelwelle kehrten deshalb alle Werte der verschiedenen Zustandsgréfen 
nach Durchlaufen des Maximums schlieBlich im Unendlichen wieder auf ihren 
Ausgangswert zuriick. Beriicksichtigt man nun die Dampfung auf Grund der 
gaskinetischen ZusammenstoBe der Elektronen mit den Jonen, wobei die StoB- 
frequenz durchaus sehr klein sein kann, so werden bei der Hinzelwelle alle Werte 
nicht mehr auf ihren Ausgangswert zuriickkehren. Daran anschlieBen wird sich 
eine weitere Welle, deren Maximum gegeniiber der vorangegangenen etwas 
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niedriger, und deren Minimum etwas héher liegen wird. Die weiter folgend¢ 
Wellenziige werden schlieBlich infolge der Dampfung absterben und a 
ZustandsgréBen haben dann schlieBlich einen Wert erreicht, wie er sich aus dé 
angegebenen Erhaltungssaétzen ergibt. Wahrend die Verhaltnisse bei ein) 
einzelnen Welle mit einem y= 2 beschrieben werden, da wegen der a 
genommenen kleinen StoBfrequenz die Kompression praktisch nur senkrec 
zum Magnetfeld erfolgt, wird die schlieBliche Anderung der Zustandsgr6Be 
durch y = 5/3 bestimmt, da ja dann durch die gaskinetischen Zusammenst6 
eine Gleichverteilung der Energie erfolgt ist. Die StoBfront bekommt so eit} 
wellenartige Struktur, wobei die Ausdehnung einer einzelnen Welle innerhalb di 
StoBSfront nach Abschnitt 7 von der GroBenordnung des geometrischen Mitte 
der Gyrationsradien der Ionen und Elektronen ist, wahrend die wirkliche A ! 
dehnung der StoBfront in der GréBenordnung der freien Weglange liegen sollt# 
da auf Grund der gaskinetischen ZusammenstéBe die Entropie erhéht wird. | 
Ob noch andere Arten von Dampfung (z. B. LANDAUsche Dampfung, s. Alf 
schnitt 9) die Ausdehnung und. Struktur der StoBfront bestimmen kénnen, i 
bisher noch nicht hinreichend geklart. Diese Fragen werden zur Zeit von GRA 
[42] untersucht. 


9. Schlu®betrachtung 


Bei der Behandlung der verschiedenen Schwingungsformen im Plasma wurdd 
eine Reihe von Annahmen und Vernachlassigungen gemacht, die in diesey 
abschlieBenden Abschnitt noch einmal kurz diskutiert werden sollen. 


a) Bei der Ableitung der Dispersionsgleichungen fiir die verschiedenen Schwit 
gungsformen war stets die Leitfahigkeit des Plasmas als unendlich groB, d. 
die StoBfrequenz als sehr klein angenommen worden. Fiir viele astrophy 
kalische Probleme und bei vielen Experimenten ist diese Annahme sichj 
gerechtfertigt. Beriicksichtigt man die StoBfrequenz der Elektronen gegen dj 
Tonen in den Dispersionsgleichungen, was ohne prinzipielle Schwierigkeite 
moglich ist, so bekommt man eine Dampfung der Wellen, da der Brechung} 
index komplex wird. AuBerdem verschwinden die Unendlichkeitsstellen ij 
Brechungsindex, indem die méglichen Resonanzstellen verschmiert werden. Di} 
Dampfung der ALFVENschen Wellen und der hydromagnetischen Wellen klein 
Frequenz wurde von DUNGEyY [43] und VAN DE HutLsT [23] behandelt. D 
letztere beriicksichtigte auch die Dimpfung auf Grund der Viskositat. Fir d 
Ausbreitung der elektromagnetischen Wellen parallel zu einem a4uBeren Magne 
feld wurde die Dispersionsgleichung unter Beriicksichtigung der StoBfreque 
von SCHLUTER [26] angegeben, fiir die dazu senkrechte Ausbreitungsrichtu 
unter Vernachlassigung der Schallgeschwindigkeit von LUst [29]. 
Weiterhin war die Viskositat und die Warmeleitfahigkeit vernachlassigt wordes 
Fir viele Experimente wird diese Annahme nur fiir Richtungen senkrecht zw 
Magnetfeld in guter Naherung erfiillt sein, wihrend die Viskositat und Warm 
leitfahigkeit in Richtung des Magnetfeldes im Gegenteil sehr gro8 sein kann. || 
b) Bei der Ableitung der Grundgleichung war die Annahme gemacht worde; 
dafS der Druck isotrop sei. Wenn aber in einem 4u8eren Magnetfeld die Sto 
frequenz klein gegen die Gyrationsfrequenz der Ionen ist, so wird die Vora 
setzung des isotropen Druckes sicher nicht mehr gerechtfertigt> sein, da da 
zumindest der Druck parallel und senkrecht zum Magnétfeld.verschieden se} 
wird. Auf die Ausbreitung von hydromagnetischen Wellen kénnen schon nicl} 


Uber die Ausbreitung von Wellen in einem Plasma 551 


jallzu groBe Abweichungen von der Isotropie des Druckes einen betrachtlichen 
nfluB austiben, wie im folgenden gezeigt werden soll. 

Jir wollen annehmen, da8 der Druck parallel und senkrecht zum Magnetfeld 
lverschieden voneinander sei. In der hydromagnetischen Naherung bekommt 
|man dann, wie von SCHLUTER [44] und von CHEW, GOLDBERGER und Low 
[45] gezeigt wurde, die folgende Bewegungsgleichung fiir das Plasma, die wir 
gleich in der linearisierten Naherung schreiben: 


Ov 1 
Qo ai = — grad pe ae B (pe = oe) (By grad) B, ee 
1 
Tepe ee eeed (PY 2 )) — 


2 fos 
— Be (pe — p?) By (By grad (By) B,)) + rs [j: Bo). (9.1) 
0 


Hierin sind p® und p? die Komponenten des Druckes quer bzw. parallel zum 
Magnetfeld. Die zeitliche Anderung dieser Komponenten ist in linearer Naherung 


Q 1 
OFT yen pwn pe div v, + < 19 (By (By grad) v,) (9.2) 
Ot By 
| P : 2 
und oo = — pP divv, — =; pP (By(By grad) v,) . (9.3) 
Y , Ot By 
Benutzt man weiterhin die beiden Gleichungen 
any = rot [v, By] (9.4) 
Ot 
und 4nj, = crot B,, (9.5) 


so kann man analog wie in Abschnitt 4, Gl. (4.10) mit dem Ansatz fir eine 
ebene Welle eine Gleichung fiir 0, ableiten: 


1 1 > 
| hen + ge Bok)? (8 — 28) = 7 (Boke | i — 


H ~ 1 2 il ~ 1 ~ 

= | 2286.8) — ae ¥9(By) (Bok) + 5 BEG) — 7 (Bok) (Byes) & + 

naar i : 

+ | or 79 (Boh) (6,8) + pe (9h — 472) (Bok) (By,) + 7 (Bok) (k6,)| By = 0. 
m | B° By 4a 9.6) 


Bevor wir die allgemeine Losung dieser Gleichung diskutieren, seien zwei 
Sonderfalle behandelt. ' 

3) Die Ausbreitungsrichtung sei parallel zu By. Dann sind wieder wie bei den 
hydromagnetischen Wellen eine longitudinale und cine transversale Welle 
Méglich, die nicht miteinander verkoppelt sind. Fiir die longitudinale Welle 


bekommt man: x 
) 


v2 = 3-2. (9.7) 
2o 
41 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
i 


ra 
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Das ist die Fortpflanzungsgeschwindigkeit einer Schallwelle mit y = 3, d 
mit nur einem Freiheitsgrad. Das ist leicht verstindlich, da fiir die Fortpflanzu 
in Richtung des Magnetfeldes bei der longitudinalen Welle nur der Druck 
parallel zum Magnetfeld wirksam ist. , 
Fiir die transversale Welle erhalt man: 


Cmaan | 
V2 20 Po gk (94 
Go | 


Bei der transversalen Welle ist also die ALFVEN-Geschwindigkeit erniedrigt o { 
erhoht, je nachdem, ob der Druck parallel oder senkrecht zum Magnetfeld grof 
ist als der andere. Falls der Druck parallel zum Magnetfeld zu groB wird, nam 


Lies | 
Py = P§ + z— Bo (9 


ist iberhaupt keine Ausbreitung méglich, da V? Null bzw. imaginar wil 
Dieses Ergebnis ist auch fiir Stabilitatsuntersuchungen von Bedeutung, de 
es besagt, daB in dem homogenen Magnetfeld Instabilitaten auftreten, falls ¢ 
Druck parallel zum Magnetfeld zu groB wird. Dieses Resultat wurde zuerst vj 
PARKER [46] und von CHANDRASEKHAR, KAUFMANN und WATSON [| 
abgeleitet. 
In den vorigen Abschnitten konnte zwar die Phasengeschwindigkeit av 
imaginaér werden, ohne da man dann von Instabilitaéten reden kann. I 
Grund ist, daB in den vorigen Fallen V fir reelle Frequenzen w imaginar wil 
d. h. k wird dann imaginar, so daB die verschiedenen Gr68en in ihrer raumlich 
Abhangigkeit ein exponentielles Verhalten zeigen. Dagegen kann man lei 
zeigen, daB bei allen Fallen in den vorigen Abschnitten V reell ist, wenn auc 
reell ist. Hier aber — im Fall des anisotropen Druckes — kann V imagi ! 
werden bei reellem k, d. h. dann wird die Frequenz w imaginar, so daB die a 
schiedenen Gréfen in diesem Fall ein zeitlich exponentielles Verhalten zeigt 
Das ist aber gleichbedeutend mit dem Auftreten von Instabilitaten, da dal 
auch exponentiell ansteigende Lésungen existieren kénnen, s. z. B. die Arb 
von HAIN, LUsT und SCHLUTER [44]. 


B) Bei der Ausbreitung senkrecht zum Magnetfeld ist nur eine longitudin{ 
Welle mit der Fortpflanzungsgeschwindigkeit 


pe : 
V2 = 24% 4 (9. 
Qo 


moglich. Hier ist also y = 2 (2 Freiheitsgrade), da hier nur der Druck senkret 
zum Magnetfeld beitragt. Im iibrigen stimmt das Ergebnis mit dem \ 
Gl. (4.18) iiberein. 


y) Es sei nun angenommen, da8 die Ausbreitung schief zum Magnetfeld erfo 

Die Komponente von %, die senkrecht auf k und B, steht, ist wieder e 

koppelt von derjenigen, die in der Ebene von k und B, liegt, und hat wieder 
Gl. (9.8) entsprechende Fortpflanzungsgeschwindigkeit, namlich : 

pol Eb ioge dag tiekean Stellan Serine ame | 

V2 = — (p? — p?) 2 + Ck. ¥ (9.1 

) CA || 
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jGierin ist cx durch Gl. (4.16) gegeben. Hieraus ergibt sich wieder die aus Gl. (9.9) 
oIgende Begrenzung fiir p?. 

die Fortpflanzungsgeschwindigkeit der Welle mit der Schwingungsrichtung in 
er Ebene von k und B, ist wieder durch eine quadratische Gleichung fir V2 
egeben: 


Oe P 2 P 
vies) P(E 2) 2B al 43M 


Co CA 


I Q\2' a2 2 De) 7 2 P\2 p4 

a (22) #(t-S) Jeti oe (2-3) -3(2) oe OF (0 13) 
Qo CA Qo CA CA QCo/ CA 

0 

1 

ry 


s seien zur Abkiirzung die folgenden dimensionslosen Gré8en eingefiihrt: 


1 
vee — 2, (9.13) 
CA 
pr 
= 477 £2 j 
a= Ana, (9.14) 
Ete ete 
; p=4n B (9.15) 


owie der Cosinus n des Winkels zwischen der Ausbreitungsrichtung k und dem 
uBeren Magnetfeld B,, der gegeben ist durch: 

pas, (9,16) 
jrobei cx durch Gl. (4.16) gegeben ist und 0 < 7? < 1 gilt. Mit diesen GrédBen 
\chreibt sich Gl. (9.11): 


vet —_aV*#24+b=0. (9.17) 

erin ist | 
- a= 2an?+ B (2—7?) +1 (9.18) 
nd b = 72 {3a — 3027? + 308 (2 — 7?) — B2(1 — 7°)}. (9.19) 


is 1aBt sich zeigen, daB alle Losungen V*? der quadratischen Gleichungen 
9.17) stets reell sind, da fiir alle méglichen Werte von 7* der Ausdruck a? — 46 
>0 ist. Weiterhin ist stets a>0O Null, so da8 mindestens eine Lésung 
m™>0 ist. Die andere Lésung Vy’ ist dann und nur dann positiv oder 
Teich Null, wenn b > 0 ist. Wir werden zeigen, daB fiir bestimmte Werte von 
B und 7 auch b < 0 méoglich ist. Das bedeutet, daB bei bestimmten Werten 
ss Druckes parallel und senkrecht zum Magnetfeld in bestimmten Richtungen 
ie Fortpflanzungsgeschwindigkeit imaginar wird, d.h. in diesen Richtungen 
titt dann Instabilitat ein. Hin homogenes Magnetfeld ist dann unter diesen 
sdingungen instabil; denn notwendig und hinreichend in dieser Naherung fiir 
lie Stabilitat ist es, daB in keiner Richtung Instabilitaten einsetzen kénnen. Die 
edingung b > 0 ist deshalb notwendig und hinreichend fiir die Stabilitat. 
jetzt diskutiert werden, bei welchem Wert von « und f der Wert 6 > 0 
r alle méglichen Werte von 7 ist. Wir schreiben dazu 6 in der Form: 


b = 77 (n?m — n), (9.20) 
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wobei nach Gl. (9.18) 
m = Bp? — 308 — 30? 


und n = Bp? — 3a — 6a8 


jst. Die Stelle 1 =, ander b= 0 wird, ist gegeben durth 


2 


Ny = 


n 
ody 
Die Bedingung fiir Stabilitat 6 > 0 besagt nun, da8 entweder 72 < 0 ( 


4; 21 und »< m sein mu. Allgemein kann man folgende Fallunters Cl 


dungen machen: 
n<0<m 


und n<im<od. 


| 
| 
In beiden Fallen ist 6 >0, und damit bekommt man Stabilitaét. Bei TI 
42 <0 und bei II ist 72 > 1. Des weiteren ist méglich: 
m=an<= 0 


und Ox<n=<m. 


In diesen beiden Fallen kann 6 < 0 sein, und zwar bei III fir alle 1 > 7, 
bei IV fiir alle 47 < , wobei 0 < m <1 ist. 
SchlieBlich hat man noch die beiden Méglichkeiten 


mad<n 
und 0<m<n. 


In diesen beiden Fallen wiirden in allen Richtungen Instabilitaten auftretet 
Aus I und IT bekommt man mit Hilfe von Gl. (9.20) und (9.21) fiir « unl 


die Grenzen: 
2 


sarap tS PFE. 
Die rechte Ungleichung entspricht der Bedingung (9.9), daB der Druck par 
zum Magnetfeld nicht zu groB werden darf. Aus der linken Ungleichung s§ 
man aber, dafs andererseits der Paralleldruck auch nicht zu hoch gegeniiber (| 
Druck senkrecht zum Magnetfeld werden darf, da sonst das Plasma eben! 
instabil wird. Allzu gro8e Abweichungen von der Isotropie sind also 4 
beiden Seiten hin nicht erlaubt. Ein zu groBer Druck parallel zum Magne s| 
macht sich vor allem bei Wellen in Richtung des Magnetfeldes kritisch bem 
bar, und umgekehrt ein zu hoher Druck senkrecht zum Magnetfeld fihrt 
Instabilitat bei Wellen, die sich angenahert senkrecht zum Feld ausbreiten 
Aus IIT und IV folgt 


Bt+1<a<oo pene ee (9 


Be Sati Paty 
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Damit ist der Wertebereich von « tiberdeckt. Die Falle V und VI sind fiir keinen 
Wert von « und f realisierbar. Das bedeutet, da8 man stets mindestens eine 
Richtung 7 finden kann, in der auch V#? > 0 ist. 

In Bild 9 sind in einem «-$-Diagramm die stabilen und instabilen Gebiete ein- 
getragen. Man sieht, daB sich das stabile Gebiet um die Linie « = 8 (Isotropie!) 


n(a, B) 


erstreckt. AuBerdem sind in dieses Diagramm die Kurven - 


= konst.= 


eingetragen, auf denen b = 0 ist. In der linken Halfte tritt fiir ”N <M In- 
“stabilitat ein und in der rechten Halfte fiir 1 > m. 
An diesem Beispiel solite gezeigt werden, welche Bedeutung die Anisotropie des 
Druckes auf die Wellenausbreitung des Plasmas haben kann. Die Art der Wellen 


07505 0-05 -2 


Bild 9. Das Stabilitatsgebiet bei anisotropem Druck. Fiir Werte von « und 8, die innerhalb der beiden duBersten 
gestrichelten Kurven liegen, besteht Stabilitat. 


3 
‘wurde zwar gegeniiber dem Fall mit isotropem Druck nicht geandert. Eine 
'Wellenart — und zwar im wesentlichen die longitudinalen Charakters — kann 
‘sich hier auch stets ausbreiten, wahrend fiir die zweite Art die Fortpflanzung bei 
zu groBen Abweichungen vom isotropen Druck unméglich sein kann. In diesem 
Fall treten Instabilitaten auf. ; . 

'c) Ein weiterer Punkt der Kritik bei der Ableitung der verschiedenen Dis- 
persionsgleichungen ergibt sich aus der Tatsache, daB die Grundgleichungen 
‘aus den hydrodynamischen Gleichungen fiir die Ionen und Elektronen gewonnen 
wurden. Diese hydrodynamischen Gleichungen gewinnt man aus der BOLTZ- 
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MANN-Gleichung fiir die Ionen und Elektronen. Der korrektere Weg ist der, 
daB man unmittelbar von der linearisierten BOLTZMANN-Gleichung ausgeht 
um die Dispersionsgleichung abzuleiten. Dies gilt insbesondere, wenn man die 
Temperaturabhangigkeit der Phasengeschwindigkeit bzw. des Brechungsindexeg| 
mit beriicksichtigen will, was in Abschnitt 5 und Abschnitt 6 versucht wurde. 
Zur Ableitung des Brechungsindexes aus der BOLTZMANN-Gleichung sind schor 


der BOLTZMANN-Gleichung — und die Giiltigkeit der in der Literatur zum Te? 
verschieden angegebenen Dispersionsgleichung (5.19) wurde von VAN KAMPE] 
[49] durchgefiihrt. Dabei zeigt sich, daB y = 3 sein sollte, wenn die StoBfrequen: 
so klein ist, daB keine Gleichverteilung tiber die Freiheitsgrade beim Durcli 
gang der Welle eintritt. Falls die StoBfrequenz groB ist, ist y = 5/3 zu setzen 
Von BERNSTEIN [50] wurden Wellen in einem Plasma bei einem duBerey 
Magnetfeld unter Anwendung der BOLTZMANN-Gleichung behandelt. Fir d 
Ausbreitung der Wellen senkrecht zum Magnetfeld tritt danach die LANDAU 
Dampfung nicht auf. Weiterhin zeigt sich, da im allgemeinen Fall die Resultat | 
dic man auf dem in dieser Arbeit beschriebenem Weg bekommt, fiir einen weite 

Bereich bei Abwesenheit von Sté8en mit den aus der BOLTZMANN-Gleichurr 
erhaltenen iibereinstimmen, wenn man von der LANDAU-Dampfung absieh} 
In einer neueren Arbeit von DRUMMOND [6/], der ebenfalls von der BOLT 

MANN-Gleichung ausgeht, werden die Einfltisse der Temperaturbewegung ad 
Elektronen — insbesondere verschiedene Effekte auf Grund der Driftbeweg 
der Elektronen — noch genauer beriicksichtigt. Im Falle kleiner Temperature 
ergab sich Ubereinstimmung mit den Resultaten, die hier abgeleitet wurden. 

d) Bei der Ableitung des Brechungsindexes fiir ein nicht ionisiertes Gas wi 
von H. A. LORENTZ gezeigt worden, da8 man einen Zusatzterm — den soj 
LORENTZ-Term — in der Dispersionsgleichung beriicksichtigen mu8, da dur 
die benachbarten polarisierten Atome noch ein Zusatzfeld erzeugt wird. V¢ 
DARWIN [52] wurde gezeigt, daB in einem Plasma ohne aiuBeres Magnetfe} 
dieses Zusatzglied nicht auftritt. Die Frage, wie es sich mit diesem Zusatzfes 
im Falle eines AuBeren Magnetfeldes verhialt, ist bisher nicht diskutiert wordey 
Man wird vermuten, da8 dieses Zusatzglied — wenn iiberhaupt — nur bei se} 
hohen magnetischen Feldstarken oder sehr geringen Temperaturen eine 
deutung haben wird. 


Herrn Prof. Dr. L. Biermann und Herrn Prof. Dr. A. Schliiter méchte i 
fiir zahlreiche Diskussionen, Anregungen und fiir die Unterstiitzung bei dies} 
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Zweikomponentige Spinorfelder zur Beschreibung beliebiger 
Teilchen vom Spin 1/2 und ihre Anwendung auf die schwadchen 
Wedsselwirkungen 


W.R. THEIS 


Institut fiir Theoretische Physik der Universitat Hamburg 


4 relativistic field theory for arbitrary spin 1/,-particlesis given that contains only two-compo- 
aent field operators. Traditional and well proved arguments of simplicity for the choice of 
nteractions of these fields yield an almost unique and therefore universal four fermion 
nteraction which violates parity in a definite way. The resulting couplings already publi- 
hed in a previous note are the same as those of FEYNMAN and GELL-MANN and others 
7— 10}. 


Inhalt 
1. Kinleitung und Zusammenfassung ..... . cihgostt Pole su teatilan pectin eos) 
L Zweikomponentige Feldtheorie freier Teilchen vom Spin}/, .......... 562 
_ 2. Transformationseigenschaften zweikomponentiger Spinoren. ...... . . 562 
mo. Nichtquantisiertes Spinorfeld . . .. 9... 2. ~~. 2s. pete a ni 564 
Berm AN UISIOVUNG Crate onto uch oive cae Soocon tan RRS Ae ee I pete Mee 566 
5. Diskrete Symmetrien und Majoranatheorie .........2.2.2.. fan OOS 
Ber lreic massclose: LenHchens VOM ODIN 4/5. irene 4 as weve tn toh @ ee es) ou ee 571 
T. Wechselwirkungen der Teilchen vom Spin}/, ............2404. 575 
7. Kopplung ans elektromagnetische Feld. . ..........2.. Sloe ays 
epee Der: 6 -Zertall yrs cute rte etc 8) sue h 6 onede eM oe ite hoams ithe Rotten ee ee 
| 9. Universelle Vier-Fermionen-Wechselwirkung .... . Ee ee. ees: 


| 10. Mesonische Korrekturen ......... ne nh scet ot een ane eg OO 


1. Einleitung und Zusammenfassung 


| 

fer relativistischen Beschreibung von Spin 1/,-Teilchen wird seit der klassischen 
heit von DirRAc [1] im allgemeinen ein vierkomponentiges Spinorfeld ver- 
tendet. Diese Beschreibung ist jedoch nicht die einzig mégliche. Fiir den Fall 
teier Teilchen hat man lediglich zu fordern, daB der zugehorige Hilbertraum 
larstellungsraum einer durch Masse und Spin der Teilchen festgelegten irredu- 
iblen unitéren Darstellung der inhomogenen eigentlichen orthochronen Lo- 
ENTz-Gruppe ist [2]. Im Sinne der Darstellungstheorie aquivalente Darstel- 
ingen kénnen auf formal verschiedene Feldgleichungen fiihren. Fir die Theorie 
ier Felder ist ihr physikalischer Inhalt der gleiche. Fiihrt man jedoch Wechsel- 
irkungen ein, so gentigt die LORENTZ-Invarianz zur Festlegung keineswegs 
nd man kennt auch mit Ausnahme der elektromagnetischen Kopplung (Eich- 
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gehen, und dabei geht entscheidend die formale Beschreibung der freien Teil 
die Wechselwirkung quasilokal bzw 


lokal in den verwendeten Feldern sein soll, d. h. fiir die Wechselwirkung eine 
Ilen diese nur in infinitesimaley 


Nachbarschaft bzw. nur in diesem Punkt selbst maBgebend sein (Nahwirkung 
Es ist nun aber klar, daB solche 
welche Groen man als die fundamentalen FeldgréBen ansieht, wie man als} 
die freien Teilchen in der Theorie formal beschreibt. Wendet man solche phanq 
menologischen Forderungen auf verschiedene Beschreibungen an, so werden it} 
allgemeinen die physikalischen Ergebnisse unterschiedlich sein, soweit sie sic 
nicht auf Zustinde beziehen, in denen die Wechselwirkung keine Rolle spielij 
Eine Wechselwirkung, die in einer Beschreibung lokal ist, kann in einer andere 
sehr wohl nicht lokal sein, am kausalen Verhalten wie tiberhaupt an dem phys 
kalischen Inhalt andert die Umschreibung natiirlich. nichts. Ein typisches Bel 
spiel fir formal verschiedene Beschreibungen ist die Formulierung der Theory 
freier Photonen durch Potentiale oder Feldstarken. 
Die vorliegende Arbeit befaBt sich mit der Vier-Fermionen-Kopplung, durch dj 
in niedrigster Naherung zwei Spin /,-Teilchen vernichtet und dafir zwei ande} 
Spin 1/,-Teilchen erzeugt werden. Wenn man Gesichtspunkte angeben will f 
die Form der Wechselwirkung, so mu man sich nach dem Vorhergehenden f 
eine bestimmte Beschreibung der freien Spin 1/,-Teilchen entscheiden. 
In einer relativistischen Feldtheorie werden Teilchen vom Spin 0 durch ein eij 
komponentiges Feld beschrieben, das einer Gleichung 2. Ordnung genili 
(KLEIN-GORDON-Gleichung im freien Fall). Fir Teilchen vom Spin '/, mit 2 
unabhangigen Spineinstellungen (m + 0) sollte man ein zweikomponentig| 
Feld erwarten. Aus heute nicht mehr stichhaltigen Griinden forderte DIR 
jedoch eine Gleichung, die nur erste Ableitungen nach der Zeit enthalt. (Daraj 
resultiert auch die paradoxe historische Tatsache, da& die kompliziertere re} 
tivistische Feldtheorie fiir Spin 1/,-Teilchen friiher gefunden wurde als die vj 
einfachere fir Spin 0-Teilchen.) Seither wurden die vierkomponentigen DIR , 
Spinoren als die fundamentalen GréBen angesehen. Bei eigentlichen ort ) 
chronen LORENTZ-Transformationen gehen die vier Feldkomponenten in Lit 
arkombinationen am gleichen Ort iiber; das gilt auch fiir die raumlichen 
zeitlichen Spiegelungen. In diesen GroBen und den elektromagnetischen Pott 
tialen schreibt sich die durch die Eichinvarianz im wesentlichen festgele} 
elektromagnetische Wechselwirkung einfach: Sie ist lokal und enthalt ke 
Ableitungen. Sie ist iiberdies invariant gegen zeitliche und raumliche Spiegel 


— — -ehy -ebe — py — 


gen. 

FERMI [3] ging in seiner Theorie des f-Zerfalls (Vier-Fermionen-Kopplung 
Proton, Neutron, Elektron und Neutrino) in Analogie zur elektromagnetisc 
Wechselwirkung vor und verlangte neben den vierdimensionalen Impuls- 

Drehimpulssitzen (eigentliche orthochrone LORENTZ-Gruppe) Invarianz ge 
riumliche und zeitliche Spiegelungen und Ableitungsfreiheit der Wech 

wirkung in den Viererspinoren. Der danach verbleibende Ansatz enthalt 5 ff 
Parameter. Bis Ende 1956 war es das Ziel vieler experimenteller Arbeiten, di 
Parameter zu bestimmen. mir st as 

Nachdem LEE und YANG [4] die Invarianz dieser Wechselwitkung gegen ra 
liche Spiegelungen (d. h. die Erhaltung der Paritat) in Zweifel gezogen hat 
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ind Wu [4] eines der vorgeschlagenen Experimente ausfiihrte mit dem defini- 
iven Resultat einer Verletzung dieser Invarianz, muBte der FERMIsche Ansatz 
verallgemeinert werden. Da nun auch die Verletzung der Invarianz gegen La- 
lungskonjugation erwiesen war und Zeitumkehrinvarianz und Leptonenerhal- 
ung in Frage gestellt wurden, fiihrte die FERMIsche Fordertung der Ableitungs- 
reiheit in den Viererspinoren zu einem Ansatz mit 39 freien Parametern [6], die 
m Rahmen dieser Theorie vollig gleichberechtigt sind. In Anwendung auf die 
Viererspinoren im Verein mit der Invarianz gegeniiber der eigentlichen ortho- 
shronen LORENTZ-Gruppe liefert die FERMIsche Forderung einen viel zu wei- 
en Rahmen. 

is entsteht bei dieser Sachlage die Frage, ob sich die im Rahmen der Vierer- 
spinoren gleichberechtigten Terme der Wechselwirkung in einer anderen Be- 
chreibung unterscheiden. 

(m ersten Teil der vorliegenden Arbeit wird eine bisher nicht verwendete zwei- 
<omponentige feldtheoretische Beschreibung vonfreien Spin !/,-Teilchen gegeben, 
lie sich von Anfang an ohne Riickgriff auf die DrrAc-Gleichung durchfihren 
&Bt und in mancher Beziehung einfacher ist als die vierkomponentige Beschrei- 
yung. Sie ist der vierkomponenten Formulierung aquivalent bis auf die Auf- 
eilung des gesamten Drehimpulses und seiner vierdimensionalen Erweiterung 
n Bahn- und Spinanteil. Der hier definierte Spinoperator ist zeitlich konstant 
ind annulliert das Vakuum. Die beiden Feldkomponenten geniigen einzeln der 
KLEIN-GORDON-Gleichung. Ein wesentlicher Unterschied besteht zwischen den 
yeiden Beschreibungen bei den réumlichen Spiegelungen und der Ladungs- 
conjugation. Die transformierten Zweierkomponenten lassen sich nicht als 
uinearkombinationen der urspriinglichen am gleichen Ort darstellen, sie ent- 
alten Ableitungen. Da die hier betrachteten schwachen Wechselwirkungen 
uicht gegen Raumspiegelungen und Ladungskonjugation invariant sind, stort 
lieser Umstand nicht. Man kann aber umgekehrt daraus entnehmen, da8 pari- 
atserhaltende Wechselwirkungen in der Zweikomponentenbeschreibung gar 
uicht ohne Ableitungen gebildet werden kénnen. Fir diese Wechselwirkungen 
nuf man entweder im Rahmen der Zweikomponentenformulierung auf die for- 
nale ,,Einfachheit‘‘ verzichten, was dann oft sehr viele Moglichkeiten offen 1a Bt 
der zu einer Formulierung tibergehen, in der sich die Raumspiegelung einfach 
arstellt (Vierkomponentenformulierung) und dann den ,,einfachsten‘‘ Fall 
etrachten, der haiufig die Wechselwirkung festlegt. 

Yer Fall verschwindender Masse mu gesondert betrachtet werden, da der 
weierspinor in diesem Fall neben der KLEIN-GORDON-Gleichung einer Glei- 
bung erster Ordnung gentigt. Das entspricht der Tatsache, daB ein masseloses 
leilchen zu vorgegebenem Impuls nur eine Spineinstellung besitzt, also durch 
‘in einkomponentiges Feld beschrieben werden kann, das der KLEIN-GORDON- 
deichung geniigt. Es soll aber nicht zu dieser Einkomponentenformulierung 
ibergegangen werden, da dann gewohnliche LORENTZ-Transformationen durch 
jtegraltransformationen dargestellt werden, so daB die Forderung der Lokali- 
jt nicht mit der LORENTZ-Invarianz vertraglich ist. 

ie Kopplung der Zweikomponententheorie ans elektromagnetische Feld macht 
pine Schwierigkeiten, da sie durch die Kichinvarianz im wesentlichen festgelegt 
ird. Eine lineare Kopplung an den Feldstarke-Tensor ist im Gegensatz zur 
tRACschen Theorie (PAULI-Term) nicht moglich. 

1 zweiten Teil wird darum hauptsachlich die Vier-Fermionenwechselwirkung 
rachtet. Die Forderung der Invarianz gegeniiber orthochronen eigentlichen 
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LORENTZz-Transformationen, Eichinvarianz, Lokalitat und Ableitungsfreiheit 
in den Zweierspinoren liefert acht alternative Kopplungen mit jeweils nur einer, 
in 2 Fallen zwei Kopplungskonstanten. Leptonenerhaltung und Invarianz gege 

Zeitumkehr folgen. (Letztere nicht notwendig in den beiden epi tis 
Sieben von den acht alternativen Méglichkeiten lassen sich auf Grund von Ex: 
perimenten ausschalten (insbesondere die Ausnahmefialle), so da8 bei Zugrunde} 
legung der angefihrten Forderungen die Vier-Fermionenkopplung durch ein« 
einzige Konstante gekennzeichnet ist. Diese Kopplung wurde auch von anderer 
Autoren, teilweise aus neuen Prinzipien, postuliert [7, 8, 9]. Der allgemeinerg 
Pautische Ansatz mit 39 Parametern in der Vierkomponentenformulierung 
gliedert sich in zweikomponentiger Beschreibung in Terme mit jeweils verschies 
dener Zahl der Ableitungen, so da8 zwischen den vorher gleichberechtigte | 
Termen nun eine Rangordnung besteht [10]. Die Experimente scheinen darau| 
hinzuweisen, da man mit dem Term nullter Ordnung (keine Ableitungen in de} 
Zweierspinoren) auskommt. Die so gewonnene Form der Wechselwirkung zeic «| 
net keines der Fermionen (insbesondere auch nicht das Neutrino) aus und sollt} 
daher universal sein. 
Die Frage der Paritatsverletzung tauchte zuerst beim Zerfall des K-Mesons avy 
Man kann diese Frage durch die Vier-Fermionenkopplung erledigen, wenn may 
diese auch auf Teilchen mit von Null verschiedener strangeness anwendet. De 
kann etwa tiber das A° geschehen [11]. Dann hatte man eine universelle Wechse 
wirkung zwischen den Paaren (Proton, Neutron), (Elektron, Neutrino), (Mj 
Meson, Neutrino) und (Lambda, Proton). | 
Da bei den bisher beobachteten Vier-Fermionenwechselwirkungen (B-Zerfad 
u-Zerfall, p-Hinfang) die Kopplungsstaérken in guter Naherung gleich sin} 
scheint es sinnvoll, eine Universalitaét nicht nur in ihrer Form, sondern auch 
ihrer Starke anzunehmen. Damit entsteht die Frage, warum die starken Wechss 
wirkungen diese Universalitat nicht ganzlich storen, auf die nur kurz eingegang} 
werden soll, da eine befriedigende Antwort bisher nicht gefunden ist. | 


I. Zweikomponentige Feldtheorie freier Teilchhen vom Spin 1/2 


2. Transformationseigenschaften zweikomponentiger Spinore 


| 


Da im folgenden die Transformationseigenschaften von Spinoren ausgiebig 
wendet werden, soll in diesem Abschnitt zur Finfiihrung der Bezeichnung ky 
das Wichtigste zusammengefaft werden [12]. | 
Bei infinitesimalen LORENTZz-Transformationen 


, ar 5 we : . 
ty = ©, + Env By; Evy = — Evy Ly ty, = wi -+ gt == w2— m; Xe = 8% 
(Summationskonvention bei gleichen Indizes) 
laute die Spinortransformation fiir einen Spinor a, 
a. ehdneadbesyoynre, me 
r r TOBY ne Op ee 


abgekirzt : i a — Lepr Op Or4. 


TR yy 
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Jabei sind die Matrizen o, = (—o, 0) = —1) und o, = (6,0 = — 1) einge- 
uhrt mit 


a0 dt 0—-i a eae 
RESTA) ak eee | ee) Ea 9 a1) ho + 60, = — 23 pr 


s gilt 
Slee mies: F " , 
a On, = On = (O,)st und Ou,st = On,ts = (Ox)st- 
Die Transformation eines zu a, kontragredienten Spinors 6’ lautet dann 
, rs 
b r — br == 4 Euy Ou Ov, &t bf (2) 


vbgekiirzt bo =b—te,,bac,, 
's folgt namlich 


ba, = ba’ = ba — | &,,b(o,0, + O10) 4 = ba = d'a,. 
Pur die Transformation der zu a, konjugiert komplexen Gr6é8en (a,)* erhalt man 
(ee o ees Pe 
@)* = (a)* — 4 &f, 0," 0; (a)* = a* — 1 &,,a*o,0, wegen (G*? = O70. 7 = Oo): 


GréBen mit diesem Transformationsverhalten sollen durch gepunktete Indizes 
zekennzeichnet werden, also allgemein 


a , . r 
Cy = Cy — ; Euv Onis ot! % (3) 
/ 


: Pei , 
abgekiirzt C=C — 4d EyyC Ord, 


Fur einen zu c; kontragredienten Spinor lautet die Transformation 


dt = dt ~ b eye Oy! Or,9i @ (4) 
ubgekiirzt d =d—te,,0,0,4; 
ss gilt wieder 
dc’ =de. 


Der Ubergang von einem Spinor zu seinem kontragredienten geschieht durch 
lie feste Matrix 
ona 

ym (_ 1 0) 


. 
fir die 
EO,E = — On (5) 
it. 

Es transformiert sich namlich ea wie ein Spinor b: 


\ 


(ea) =e =ta—te,,E0,0,4 


= 1 T oT 
SS Ea rg fe Euv o, Oy Ea 


= €@ — } Eyy (EA) 0, 6,3 
sbenso transformiert sich ec wie ein Spinor d; in Komponenten: 


eeprom ge 7) se ee et) re Ce eer dh. SE, == 0. (6) 
U] U/] 
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Mit Hilfe des Vektorspinors o,’* kann man jedem Vektor einen zweistufigy 
Spinor zuordnen nach der Vorschrift 


a ee OT 2 bzw. 2X5 = Op,rs%y- 


Diese Bezeichnung wird im folgenden haufig auf den Vektord .=0/0 x, angewan 
werden: 


0 
Ox ; ] 


7 


ors == one 


3. Nichtquantisiertes Spinorfeld 


u,(%) sei ein zweikomponentiges Spinorfeld, das sich nach (1) transformie 
also | 
u(x") = U(%) — Ley On 0, U(X); yp = Ly + Epy Ay. 
Es genitige der KLEIN-GORDON-Gleichung zur Masse m: 
0,,0%* u, + mu, = 0. 


Dannist esdurch die Vorgabe der Funktionswerte und ihrer zeitlichen Ableitung! 
zu einer festen Zeit fiir alle Raumzeitpunkte bestimmt vermége 


u(x) = | A(y—2)d,, uly) dy. ( 
Yo=const | 


Die invariante Funktion A(x) ist eine Lésung der KLEIN-GORDON-Gleichu| 
mit den Anfangswerten A (x)|,,-9 = 0, —0)4(2)|2,-0= O(a). Dabei ist gese: 


(0,9 =1-9,9 —9,f 9. ( 


Als Fouriertransformierte u(p) der Lésungen von (9) werde definiert 


‘te e tpt «+ } 
Mra paar renee ( 
O i2 
=] oa 
ae u(x) =| pte) 5(p2 + m®) dp. 


Fragt man nach bilinearen Ausdriicken mit einfachem Transformationsverhalti 
so erkennt man aus (6), daB ein skalares Feld der einfachen Form w"(x) u 
verschwindet. Ein reelles Vektorfeld 1a8t sich bilden: 

Ut (x) O,F* a(x); UF = (u,)*. 


Dies ist aber nicht etwa der Stromvektor, denn er kann keiner Kontinuital 
gleichung geniigen, da die Feldgleichung von zweiter Ordnung ist. Durch Diif 
rentiation 148t sich daraus ein Skalarfeld bilden, z. B. | 


us (x) We) 
mit 


uf(z) = — = Ot uk(x); UU. 
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Durch nochmalige Ableitung entsteht ein Vektorfeld, das der Kontinuitats- 
gleichung geniigt: 


Liss <= (uu, , a Un%).p => U (O — m?) u= 0| ‘, 
Dieser Vektor erméglicht die Definition eines positiv definiten Skalarprodukts 


beliebiger Lésungen der KLEIN-GORDON-Gleichung, in denen auch positive 
und negative Frequenzen gemischt sind: 


(u, v) Lite = v,(x) da (14) 


oder durch die Fourierkomponenten von wu und v ausgedriickt 


sr 
(u,0) = | {uste)}* 2(2) Pe oo(p) 300" +m) dp; o(p) = 2. (1) 


Ks gilt 


. 


(u, v) =a (u, )* 
(u, v)* = (v, u) 


(w, w) > 0. (16) 


Die erste Zeile folgt aus (13) und (6) in Anwendung auf (14); die zweite aus (12), 
‘weil fiir reelle Vektoren gilt (x**)* = 2’é und die dritte daraus, daB die Matrix 


Po Ps =P, =} 


ie 
e(P) P (P) ings — tp Po + Ps 


fir p? + m? = 0 positiv definit ist. (Ihre Eigenwerte sind | p)|(1 + V1 — (m/p,)®))« 
‘Sei f;(z) ein orthonormiertes System von Lésungen der KLEIN-GORDON- 
‘Gleichung mit nur positiven Frequenzen 


Ge /*) — Oxps (O as m*) iis a 0, (17) 


dann ist /* ein solches System negativer Frequenzen wegen (16). La8t sich ,,jede“ 
‘Lésung nach diesen Funktionen entwickeln, 


a,(%) = > (da fe + 0% f°), 


fo 


so folgt daraus 


> — 
= 0 ra 0 
onlay = f [peta tay 2! usta) + Fe (2) Peta) 22 asc} oy 
und also wegen (10) die Vollstandigkeitsrelation 


D {fF (x) f(y) + fe (2) f*(y)} = 62m A (y — 2). (18) 


a 
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Pe 
4, Quantisierung | 


Das Spinorfeld u,(x) werde von nun an als Operatorfeld aufgefaBt. Da es dep 
KLEIN-GoRDON-Gleichung geniigen soll, 1a8t es sich nach einem vollstandige 
Orthogonalsystem (17), (18) entwickeln. Die Entwicklungskoeffizienten sin 
dann Operatoren in einem Hilbertraum, in dem der Ubergang zum hermetisch 
adjungierten Operator durch einen Stern bezeichnet wird: 


ti, (@) = SS {fe*(a) aa + fet (a) B3}- (194 


a 


niigen [13]: | 
[a @]4 = Sap, [ba 66] = Ong; [ab]4 = ab + ba, (20] 


alle anderen Antikommutatoren sollen verschwinden. Ferner gebe es eine} 
Zustand |0> mit 


ag:|0 = 5, 10>, = Oy fur alle. ~ a. (24 
Dann la8t sich der gesamte Hilbertraum in bekannter Weise durch mehrfachy 
Anwendung der Operatoren a*, b* auf den Zustand 0) aufbauen. a, b werde; 
als Vernichtungs-, a*, b* als Erzeugungsoperatoren bezeichnet, der Zustand |0> a 
das Vakuum. In die Vertauschungsrelationen (20) geht lediglich die Tatsachy 
ein, daB die betrachtete Theorie Teilchen von halbzahligem Spin beschreibeq 
soll. Die Transformationseigenschaften, speziell die zweikomponentige Beschre? 
bung, gehen erst in die Vertauschungsrelationen der Feldoperatoren ein. Dies 
ergeben sich auf Grund von (19), (20) und (18) zu 


[u"(x), u(y], = md A(x — y); [U,(x) us(y)]q = MereA(w — y), (28 


alle anderen Antikommutatoren verschwinden. 
Die definierenden Relationen fiir Impuls und Drehimpuls folgen aus dé 
LORENTZ-Invarianz von Bewegungsgleichungen und Vertauschungsrelationen, di 
zur Folge hat, daB es zu jeder Transformation A der inhomogenen LORENT 
Gruppe einen unitaéren Operator gibt mit der Eigenschaft 


iy (z= U0 (A) u(x) OU 1(A),, O(A) 10> = |0>. (25 
Fir infinitesimale Transformationen 
ty = B, + Euvt% + ,, U;,(2") = Up(%) — F Eur(Op Gy U(2)), 


wird gesetzt 


Se-ive 
= | — a Ey Jp» + te, P.; (24 


wodurch die Impuls- und Drehimpulsoperatoren definiert sind. 
Auf Grund von (23) gelten die Vertauschungsrelationen 


[P,u(a)J.=10,u(2) . 


a \ 


[Jur (a)]_ = #(,9y — 2% 9,) u(@) — 3 (Gn eee 0) u (2): (24 
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Eine Vertauschungsrelation 


[Qu]. = qu, (26) 


(wo q ein c-Zahl-Operator ist, wird durch die explizite Darstellung 


Q = (4, — qu) = — ip w © (qu), dba (27) 


erfillt, falls g mit dem KLEIN-GORDON-Operator vertauschbar ist. Wegen (22) 
}und (10) gilt namlich 


[2 u,(y)]- = if (3x) u(y]. 28 (qu(u)), 2 


= | A(x — y) 6, 2 (qu(x)), dx = qus(y). 


'@ hangt dann nicht von der Zeit ab, ist also eine Bewegungskonstante. 

Die Forderung Q|0> = 0 [aus (23)] 1a8t sich nach (21) dadurch erfiillen, daB 
man in der Darstellung fiir Q alle Erzeugungsoperatoren nach links und alle 
| Vernichtungsoperatoren nach rechts permutiert, und zwar so, als ob simtliche 
} Operatoren antikommutieren wiirden, was durch.zwei Doppelpunkte angedeutet 
wird. Dies gilt nur, wenn in dem in a, b bilinearen Ausdruck Q (27) keine Terme 
a*, b* vorkommen. Diese gemischten Terme verschwinden aber, weil das Pro- 
jdukt (uw, v) verschwindet, falls u(x) nur positive Frequenzen und v(x) nur nega- 
‘tive Frequenzen enthalt oder umgekehrt. Hier zeigt sich ein Vorteil der Zwei- 
komponenten-Formulierung gegeniiber der DirACschen: Bei der Aufteilung des 
4 Drehimpulses J,, in Spin- und Bahn-Anteil (29) annullieren beide einzeln das 
Vakuum und sind einzeln zeitlich konstant, da mit w auch (x,,0, — «,0,) u eine 
Loésung positiver Frequenzen der KLEIN-GORDON-Gleichung ist (der Opera- 
tor x,0, — x,0, ist mit dem invarianten Operator 0,0, vertauschbar). Die 
Tatsache, daB in der freien DIRAC-Theorie der Bahndrehimpulsoperator zeitlich 
ynicht konstant ist, wird haufig zur Begriindung und Definition des erganzen- 
den Spinoperators verwendet und als Ausweis einer Spin-Bahnkopplung an- 
gesehen. Sie liegt aber nur an einer zwar formal zweckmaBigen aber physi- 
kalisch nicht angemessenen Aufteilung; die sogenannte Spin-Bahnkopplung 
existiert selbst bei ungeeigneter Aufteilung im Einteilchenzustand ohnehin 
nicht. 

Die Bedingung Q|0> = 0 und die Vertauschungsrelation (26) bestimmen Q ein- 
deutig, daher gilt nach (23) und (25) 

. P, = :(u, — 10,4): (28) 


7 
Jay = 1 (4, —4 {x,, 0p — %0,}u): + : ( d {o, 0» — 9, o,} u): (29) 


SL Sas. 
Die raumlichen Komponenten des Spinoperators S vereinfachen sich zu 
Sep = 2 (U, F0m%): ki m= 1,2,3 u. zykl., 


woraus die Eigenwerte + 1/, fiir den Spin im Einteilchenzustand folgen. 
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Neben der Invarianz gegeniiber LORENTZ-Transformationen sind Bewegung, 
gleichungen und Vertauschungsrelationen auch invariant gegeniiber den Phase} 
transformationen 


u' (x) = e**u(x) « bel. reell. (33 
Es gibt daher einen unitaéren Operator U (a) mit der Eigenschaft 
u! (x) = U(a) u(x) U-*(a). (3 


Fir infinitesimale « gilt 
uw =(1—ia)u; DV=1+ 1«Q, 


wodurch der Teilchenzahloperator (Ladungsoperator) Q definiert wird, fir di 
die Vertauschungsrelation | 


folgt und damit nach (26), (27) 


5. Diskrete Symmetrien und Majorana-Theorie 


Es sollen hier lokale Transformationen betrachtet werden, unter denen q 
Theorie invariant ist, die aber nicht stetig mit der Einheit verbunden sind. | 


T eilchen-Antiteilchen- Konjugation (Ladungskonjugation) | 
Die Substitution 
u, (2) —= Ne Ur(x), \ne| =f ( 


1aBt Bewegungsgleichungen und Vertauschungsrelationen invariant, letzte! 
wegen 


[w; (x) ws (y)]. = [ur(%) Us(y)], = &5r 4 (y — @) = &,4(u — y), 


sie vertauscht in (19) die Operatoren a und b: 


Ay a Ua: wu’) — Te (fas u) 19 Ba; 
so daB 
ag |0> = 4b, |0> = 0, ebenso 6,|0> =. 


Es gibt daher zu jedem 7, einen unitaéren Operator C mit der Figenschaftif 
NeUr(*) = U,(«) = Cu,(x) C4, C|0> = |0> 
Er antikommutiert mit dem Ladungsoperator Q ((32), (33)). 
Raumspiegelung 
Ly = — Ly, % = Xo: qg’tt = ain a" = a, Ti = Onn 
La ~ 


Wegen der letzten Eigenschaft mu8 ein Spinor mit einem oberen ungepunktd | 
Index tibergehen in einen Spinor mit einem unteren gepunkteten Index. ] 
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istet die Transformation 


or — ors 
tt; (x) = Ny Sere (2) = Bout (x), ino = 1% (36) 


fan braucht hier also einen gemischten Spinor zweiter Stufe, d. h. einen Vektor, 
yozu nur der Gradient zur Verfiigung steht. Die andere Méglichkeit, einfach 
um adjungierten Operator iiberzugehen, ware mit der Phasentransformation 
30) nicht vertauschbar. 


Mie Vertauschungsrelationen sind unter (36) invariant: 
1 rt 1 rt nin 
[us (a) us(y' le = 5 Oe Oy” [Ui (2) hay] = — 5 Oe Oy" Ozin Ale — y) = 


— 0, (2s y) = 074A (a ae y’), 


benso die Bewegungsgleichungen. Ferner gilt 


as = (a!) = ry f fete 2) Oo Te (a) aa ap; 


vyoraus Ay 


ilso gibt es Operatoren P mit 


One arne 
St ime Ue) = 4, ute) = 20, (a) = 2 PUte Ps PO y= (0).0 (37) 


Zeitumkehr 
Mp y, | Ey Seago @ Basie Oy 
k ko 0 0° rge 


orbemerkung: Die Transformation w/(x’) = u**(x) laBt die Bewegungsglei- 
hungen und die Vertauschungsrelationen ungeandert : 


[wit (x) wsly) le = [ur (a) u*8(y)], = OY A(x — y) = 0;,A (2 — y'), 


is ==1(fuy y= f fete OF (x’) d3 x’ = firey’ By (x) d? x ak, 


/-. alle Zustande IT {(az)"« (bz)"2}|0> gehen in den Nullvektor tiber, da Er- 


pugungs- und Vernichtungsoperatoren vertauscht werden. Es gibt daher keinen 

nitdéren Operator, der die obige Transformation bewirkt. Der Operator Py 

Bnergie) wiirde sein Vorzeichen wechseln, da er sich wie die Vierkomponente 

ines Vektors transformieren wiirde’). Das ist fiir die Zeitumkehr ein bekannter 

_Beim skalaren Feld sind Bewegungsgleichungen und Vertauschungsrelationen unter der 

jatsprechenden Transformation schon formal nicht invariant, da die Energie dort formal 
Dsitiv definit ist. 
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Sachverhalt, der sich hier einfach formulieren laBt. Man hat zu antiunitan 


Operatoren tiberzugehen. 
Die Substitution 


. | 
us(x’) = nru’(z), |nr| =1 (; 


fiihrt die Bewegungsgleichungen und Vertauschungsrelationen in solche tb 
bei denen die c-Zahlen durch ihr konjugiert Komplexes ersetzt sind: 


[us* (ar) wi (y’)], = [wet (x) we (y)], = OFA (a — y) = 075A (a — y') 
= {0j, A(x’ — y')}*; 
auBerdem gilt 
Ce ie 
= (fi, wv) = ne f feta ) —* f5(2) d® x’ az, 
so daB 


a, Oy == 6, 10> = 0. | 

Es gibt daher zu jedem nz einen antiunitéren Operator T mit den Eigenschafi 
nr ut (x) = uf(a!) = Tu,(a) T | 

ENG Oy gs ab hg be 


Er ist mit dem Ladungsoperator vertauschbar. 


Produkte von Symmetrieoperatoren 


Man kann durch Produktbildungen der bisher betrachteten Symmetrieop@ 
toren neue erhalten, von denen hier aber nur die beiden ableitungsfreien 
gegeben werden sollen: 


Cr: u,(2’) = nop u*?(x), = — Ty, X = X% 


CPT: u,(#) = Nopru*;(Z), %, = — 2. 
Die Transformation (40) la8t sich aus (41) und (39) kombinieren, wie in der 
zeichnungsweise angedeutet ist. Fiihrt man lokale Wechselwirkungen ein 
bleibt die Theorie unter (41) nach dem CPT-Theorem [13] invariant, ist 
Wechselwirkung auch noch ableitungsfrei, so verletzt sie mit Sicherheit die} 
varianz gegen Ladungskonjugation und Raumspiegelung, die Zeitumk 
invarianz kann verletzt sein. 


Die verkiirzte Theorie von Majorana 


In dem durch (20) und (21) charakterisierten Hilbert-Raum a,=+ 6, besteht 
Unterraum der Einteilchenzustande aus dem Raum der a-Zustinde und { 
der b-Zustaénde, wobei ein a- (b-)Zustand durch Anwendung’ eines Opera 
a* (b*) aufs Vakuum |0)> erzeugt wird. Die a- und b- Zustiande  bilden zwei aj 
valente durch Masse und Spin gekennzeichnete irreduzible Darstellungsra 
der inhomogenen eigentlichen orthochronen LORENTZ-Gruppe: Jeder a- 
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Zustand 14Bt sich aus solchen Zusténden linear kombinieren, die durch 
LORENTZ-Transformationen aus einem festen a- (b-)Zustand hervorgehen. 
Andererseits laBt sich ein a-Zustand durch LORENTz-Transformationen nicht 
in einen b-Zustand transformieren. Die Theorie beschreibt zwei Teilchensorten 
mit gleicher Masse und gleichem Spin. Die Teilchen-Antiteilchen-Konjugation 
(35) transformiert a- in b-Zustande und umgekehrt. Der Operator Q (33) hat die 
Eigenwerte +1 bzw. —1 fiir die a- bzw. b-Zustande. 

In diesem Abschnitt soll der Sonderfall behandelt werden, da8 die a-Zustande 


mit den b-Zustanden iibereinstimmen [15]. Dann ist der Operator C ein Viel- 
faches der Einheit, es gilt 


Cty, (2) O71 = tug (a2) = Yo Uy (2). (42) 


Eine solche Verkiirzung der Theorie ist nur méglich, wenn man auf Phasen- 
transformationen verzichten kann, also z. B. die elektrische, baryonische oder 
leptonische Ladung und die strangeness Null sind. (Die infinitesimale Erzeugende 
Q verschwindet nach (33) fiir a, = b,.) Setzt man mit MAJORANA 7, = 1, so gilt 


u*? (x)= — a Wg ( 2) = WF? (ZY. (43) 


Diese Differentialgleichung 1. Ordnung hat die KLEIN-GORDON-Gleichung zur 
Folge, reicht also als Bewegungsgleichung aus. Sie ist mit den Vertauschungs- 
relationen (22) vertraglich, da diese gegen Ladungskonjugation invariant sind. 
Der Entwicklung (19) entspricht hier 


U, (2) = Di {fr da + f,* aa}, (44) 
‘wobei f Losungen positiver Frequenz der KLEIN-GORDON-Gleichung sind 
[nicht etwa der Gl. (43)]. 

‘Die Nichtinvarianz der Gl. (43) gegentiber Phasentransformationen mit von z 
-verschiedener Phase hat zur Folge, daB bei den diskreten Symmetrieoperatio- 
nen die Phasen eingeschrankt sind. 

‘Es sind noch folgende Substitutionen méglich: 


U;, (x) = — U,(x) 
We) se ap (2) eg Hg SO (Raumspiegelung) 
Ue) Siw (2) P 0, = 2, Ly = = Lo (Zeitspiegelung) ; 


‘die ersten beiden entsprechen unitaéren Transformationen, die dritte fihrt zu 
‘einer antiunitaren Transformation. 


6. Freie masselose Teilchen vom Spin ?/, 

Wabhrend im Fall nicht verschwindender Masse bis auf Aquivalenz nur eine irre- 
‘duzible unitare Darstellung der kontinuierlichen LORENTZ-Gruppe zum Spin */, 
‘existiert, gibt es fiir m = 0 zwei nicht aquivalente Darstellungen: Durch keine 
‘Transformation der Gruppe laBt sich ein Zustand, in dem Spin und Impuls 
parallel stehen in einen solchen, in dem Spin und Impuls antiparallel stehen, 


572 W. R. THEIS | 


iberfiihren, da das Teilchen Lichtgeschwindigkeit besitzt. Daher mu8 der Fa 
m = 0 gesondert behandelt werden. 
Formal sicht man dies an der Definition des Skalarproduktes (15), die im al 
gemeinen keinen Grenziibergang m-—> 0 gestattet. Das durch (15) definiert 
Skalarprodukt bleibt nur dann endlich, wenn man sich auf Spinoren beschrank 
die Eigenspinoren zum Eigenwert Null des metrischen Operators €(p) p** sin 
Einer der Eigenwerte dieses Operators verhalt sich namlich wie 1/, m?/ pg| [siek 
unter (16)]. Beschrankt man also die Theorie auf solche Spinoren, die der Gle} 
chung / 


pa. (p) = 0 “bzw. 0°? 2, (x) ==0 (4 


gentigen, so la8t sich ein positiv definites Skalarprodukt angeben: 
(wu, v = 6(p?)d (4 
) = | (ue(o)}* 32 v4(m) (0°) dp 
ipx 
oder nach Fourier-Transformation u,(z) = ( or u(p) 6(p?) dp 


(u,v) = [uk (2) £) Oo? v, (4) Ba (4° 


Mit Hilfe von (46) 14Bt sich ein Orthonormalsystem /f,*(x) von Lésungen pos 


tiver Frequenzen der Gl. (45) definieren und ein entsprechendes System g, a 
negativer Frequenzen: | 


Cae i) =O gar! (9°, g®) = Opp’; (9°, f*)=0. 


Sie bilden zusammen ein a ES ns von (45), falls 


2M WX g(a (y) = 0,3 D(x — y). 


Damit li8t sich ,,jede‘‘ Losung schreiben als 


t) = Qi hide + 3, 9h bb. (44 


der Vertauschungsrelationen ftir Fermionen: 
+ ae : * ‘ { 

[dq Ga'}+ = Oxars [Bp bp], = Oper (49 

im tbrigen antikommutierend, woraus die Vertauschungsrelationen 


[u,(x) wi (y)], = 0,3 D(u — y) (5) 
fiir die Feldoperatoren folgen. | 
Die Forderung der Existenz eines Vakuumzustandes mit den Bedingungen 

@,|0> = bg|0> = 0 fir alle 0B (5) 


legt den Hilbert-Raum fest. 
Bei den a-Teilchen stehen Spin und Impuls parallel, bei nen ‘b’Teilchen ant 
parallel. Wie dies durch den Grenziibergang m— 0 zustande kommt, sieht mé 
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wn der speziellen Entwicklung nach Impulsen p und longitudinalen Spinkom- 
ponenten A. Das Funktionensystem f,?:4(x) hat die explizite Form 


PAs) = | (p — Aps) 2p}-'s ee | eps Po= + Vm? + p? 
Vm — Ap 3s) 2p} Ap — Ps }(22)" p= lol, ae 41 
(f,7-4, p*) = 021° 20 (p ni p'); - a: Pi? A= =Af,? 3 
r= Te ary 7 e-ipa 
ftp adh e2 va Joes . 
VP — Ap {(p — Ap,) 2p} panel ORI 


Die m-Abhangigkeit liegt in 


V2p fir A= -1 
VP — Ap ——- 


m—> 0 = uate 
V2p 


A= +1. 
In der Entwicklung 
u/(2) = > J Mte? (2) %a + FP (@) bp a} 8 (* + m2) dp 


verhalten sich also im Grenzfall m — 0 (oder p > m) die Koeffizienten 


i * * 
von Bir iy Oe b; i Oe 
wie Vip Me Rp. 


V2p YV2p 


Bei verschwindender Masse bilden die Einteilchenzustande der a- und b-Teil- 
chen zwei nicht aquivalente Darstellungen der kontinuierlichen LORENTZ- 
Gruppe. Die hier formulierte Theorie fiir masselose Spin +/,-Teilchen beschreibt 
daher einen anderen physikalischen Sachverhalt als die vierkomponentige 
Diracsche Formulierung, die bei verschwindender Masse vier irreduzible Dar- 
stellungen enthalt, wovon je zwei dquivalent sind, d. h. es gibt dort vier Sorten 
von Einteilchenzustanden, die sich nicht durch kontinuierliche LORENTZ- 
Transformationen ineinander tiberfithren lassen. Im Falle m + 0 enthalten beide 
Formulierungen nur zwei irreduzible Darstellungen (etwa Elektron und Posi- 
tron), und sind daher in ihrem physikalischen Inhalt gleich. Die Verdopplung 
der Darstellungen bei verschwindender Masse aufert sich darin, daB das D1RAC- 
sche System der vier Gleichungen fiir die vier Komponenten in zwei unabhan- 
gige Paare von je zwei Gleichungen fiir zwei Komponenten zerfallt. Man kann 
diese Paare jedoch kiinstlich aneinander koppeln, was in der vierkomponentigen 
MajJORANA-Theorie geschieht, wo sie zueinander konjugiert komplex gewahlt 
werden. Die dadurch erreichte Verkiirzung auf zwei irreduzible Darstellungen 
ist ohne Verzicht auf irgendwelche Ladungen der Teilchen moglich im Gegensatz 
mur Verkiirzung im Falle m + 0, da immer noch zwei Sorten von Einteilchen- 
zustanden vorhanden sind. Zu dieser MAJORANA-Theorie ist die durch (45) be- 
schriebene Theorie aquivalent. Die Gleichung (45) ist schon 1929 von H. WEYL 
[16] angegeben worden; W. Pavti [17] verwarf sie, weil sie scheinbar nicht 
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gegentiber Spiegelungen der Raumkoordinaten invariant ist. Die Raumspieg 
lung 1aB8t sich zwar nicht in der gewohnten Weise darstellen, sie existiert ab¢ 
wie schon aus der Aquivalenz mit der vierkomponentigen Majorana-Theot 
hervorgeht!). LEE und YANG u. a. [18, 19, 20] schlugen die Gl. (45) als ,,Zw 
komponententheorie des Neutrinos“ vor, um damit in einfacher Weise parita 
verletzende Wechselwirkungen anzugeben. 

Die Gl. (45) verkniipft die beiden Komponenten so, da man im Impulsrau| 
leicht die eine durch die andere ausdriicken kann und damit zu einer aquivale 
ten einkomponentigen Theorie kommt. Zu vorgegebenem Viererimpuls gibt || 
also genau eine Lésung, falls p? = 0, und zwar stehen Spin und Impuls pa 
allel bzw. antiparallel bei positivem bzw. negativem py. Der formale Ubergaj 
zu einer Komponente soll hier nicht durchgefiihrt werden, denn er hat di 
schwerwiegenden Nachteil, daB dabei LORENTz-Transformationen nichtlo ; 
dargestellt werden und daher bei Kinftthrung von Wechselwirkungen die Ford! 
rung der Lokalitat nicht gestellt werden kann, was das Erraten der Wechs¢ 
wirkung unméglich zu machen scheint. 
Die mit der Einheit kontinuierlich verbundenen Transformationen liefern gege} 
tiber dem Fall m=-0 nichts Neues. Von den diskreten Symmetrien fallen dij 
jenigen weg, die Ableitungen enthalten. Es bleibt von den zu unitaren Tran 
formationen fiihrenden Substitutionen | 


up(a’) = u(x), [gl = 1, a= — ay, 2 = ay. (5 

Die Invarianz von (45) und (50) folgt auf Grund der Relation 
Ore Say 

Die Substitutionen 

u, (2) = 4u'(z), algl—= Lowa, 2 = — a, ( 

U(x’) = 0 Us (2), in| = 1, a= — 2 ( 
fiihren (45) und (50) in sich iiber bis auf die Ersetzung der c-Zahlen durch il 
konjugiert Komplexes wegen 


O’*s = — {0,.)* fiir (53) und o/s = — {@r4\* fir (54). 


Sie liefern also antiunitare Transformationen. 
Die Substitution (52) fiihrt die a-Zustinde nach (48) in die b-Zustande ibe! 
Unterscheiden sich diese nicht auf Grund ihrer Wechselwirkung, abgesehen va 
der verschiedenen relativen Lage von Spin und Impuls; dann kann man (52) a 
Raumspiegelung interpretieren und auch paritatserhaltende Wechselwirkung 
angeben. Besitzen die Teilchen: jedoch irgendeine Ladung, so ist diese Inter 
pretation nicht méglich, denn a- und b-Zustainde unterscheiden sich im Vo} 
zeichen dieser Ladung. Der zu (52) gehérige unitare Operator antikommutie? 
mit dem Operator der Phasentransformation. Bei Teilchen mit Masse sin 
Raumspiegelung und Phasentransformation miteinander vertauschbar. Koppe} 
man daher diese Teilchen linear an ein Feld masseloser Teilchen, so kann nick 
Invarianz zugleich gegen Phasentransformationen und Raumspiegelungen b 
stehen, worauf besonders von CASE [21] hingewiesen wurde.: " 
ie ee Be TaN 

‘) Die schon zitierte Arbeit von PAULI [6] enthalt die Klarung dieser Fragen. 


ar. ae 


— 
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II. Wechselwirkungen der Teilchen vom Spin 1/2 


7. Kopplung ans elektromagnetische Feld 


t 


Jas elektromagnetische Feld werde wie tiblich durch den Vierervektor des Po- 
entials A, dargestellt. Dann ist fiir die Wahl der Wechselwirkung mit einem 
Spinorfeld u die Kichinvarianz 


A,=A,+0,A A(x) =c-Zahl, 
Um wert e = Ladung des Spinorfeldes 


iaaBgebend. Man erfillt sie in bekannter Weise, indem man die Wechselwirkung 
linftiihrt durch die Ersetzung 


087 -» O87 = 08 — je Aft, (55) 


fir die Feldgleichungen liefert dies ausgehend von (9) 
{ 


0, 50°" u, +- m? U4 == De 


jchreibt man dies teilweise in Vektorform um, so ergibt sich wegen 


Ou Or) = 4 (0, 0, + 0, 6,) = — Sur 
Orn On = 4(0,0, — 0,0,) = ie (0,4, — 0,A,) = te Fy, 
(0,0, — m® — te ofp Oy) Fu») & = 0. (56) 


die gleichzeitigen Vertauschungsrelationen andern sich entsprechend, man hat 
n den aus (22) folgenden Relationen 


[wz (%) we(Y)], = Oo%s 6(z = y) 
; (% = Yo) 
[(O*! m4 (x))* we(y)], = 0 


lie Ersetzung (55) vorzunehmen. 

Die durch die Wechselwirkung bewirkten Zusatzterme im Energie-Impuls- 
Yektor sind nichtlinear in A, wie dies auch beim skalaren Feld der Fall ist. 

Jer Raumspiegelung entsprechen jetzt die Substitutionen 


P ; Ors : P bs 
u(x’) = = oP ee U,(%), A;(% ) Ip A; (x) 
Aj (z’) = Np Ao(2) 
t= —%, %=%; |npl| =1; n=+1, 


lie Bewegungsgleichung und Vertauschungsrelationen invariant lassen. Diese 
nvarianz kann nur bestehen, wenn die erwahnten Zusatzterme im Energie- 
(mpuls-Vektor Ableitungen des Spinorfeldes enthalten, der Viererstrom also 
nit Ableitungen gebildet ist. Wegen (56) gilt (w’);(~) = 7, u,(a), wiezu verlangen. 
3 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘‘ 
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Neben dem Vektorpotential kann man auch die Feldstarken F,, selbst ank ¢ 
peln, dann ist man durch die Kichinvarianz nicht festgelegt. Ein Beispiel | 
der sogenannte PAuLiI-Term in der D1irRAcschen Formulierung | 


Y,O,ptmyp=ciy, yy Fuv, _c reell. | 


Indie Zweikomponentenformulierung umgeschrieben ergibt dies die kompliziey 
Ersetzung ! 


2¢ ' ah be c : a 
Ore —> {1 (=) (E — io) (0 — 7 Pur o,'™ om) Oe | 


Eine sehr einfache relativistisch invariante Erweiterung der KLEIN-GORDG| 
Gleichung ware der Ansatz 


0,508! Up + m2 Uy = COy,¢§ Oro! Fryy Ut - 
Thm entspricht 


c - 
Yu Iny + mp => (L— 5) t%y Ye Pus Y, 


woraus man erkennt, daB der Energie-Operator nicht hermitesch ist, wesweg: 
der einfache Ansatz nicht verwendet werden kann. | 
Die Beschrankung auf die durch (55) gegebene Wechselwirkung steht mit ¢ 
Erfahrung des magnetischen Momentes des Elektrons in ausgezeichneter Ub) 
einstimmung, sie hat neuerdings durch die Erhaltung der strangeness in elekt 
magnetischen Wechselwirkungen eine weitere experimentelle Bestatigung | 
fahren. In der angelsachsischen Literatur wurde fiir die ausschlieBliche 
wendung von (55) der Ausdruck ,,principle of minimal electromagnetic inter; 
tion“ gepragt [ZI]. 


8. Der B-Zerfall 


Ks soll hier die Wechselwirkung zwischen Proton, Neutron, Elektron und Neutr! 
behandelt werden, die zu folgenden Prozessen AnlaB gibt: Zerfall des Neutre 
in Proton, Elektron und Neutrino, Zerfall des Protons im Atomkern in Neutr 
Positron und Neutrino, Elektroneinfang durch ein Proton im Atomkern un 
Entstehung eines Neutrons und Neutrinos und schlieBlich Absorption ei 
Neutrinos durch ein Proton unter Entstehung von Neutron und Positron. 
Da es sich hier um vier Teilchen handelt, ist es unzweckmaBig, die Einbezg! 
hung dieser Wechselwirkung an den vier Bewegungsgleichungen zu studier¢ 
es ist einfacher, die Anderung des Energieoperators P, zu untersuchen, aus dl 
bei Kenntnis der Vertauschungsrelationen die Bewegungsgleichungen nach ( 
folgen. 

Die Form der Wechselwirkung mu8 auf Grund der vorhandenen Experime}| 
erraten werden; neue der erratenen Form angepaBte Testversuche haben sie 
falsch zu erweisen oder zu bestatigen. Bei der Suche nach der richtigen Fo] 
hat sich nach Beriicksichtigung der experimentell bekannten Erhaltungssai 
das Prinzip der Einfachheit erstaunlich gut bewahrt. Es ist aber von der | 
malen Darstellung abhingig. In der DrrAcschen Formulierung der B-Wechs| 
wirkung reicht es nicht aus, und zwar schon nicht bei Berti sichtigung « 
Paritatserhaltung und erst recht nicht ohne sie : Es gibt eine vielparametrige Sc 
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von gleicher Kinfachheit. Im vorigen Abschnitt zeigte sich, daB die paritats- 
erhaltende elektromagnetische Wechselwirkung in der Zweikomponentenformu- 
lierung nicht so einfach ist wie in der vierkomponentigen Schreibweise, weil sich 
die Raumspiegelung nicht so einfach schreibt. In der 6-Wechselwirkung dagegen 
kann das Einfachheitsprinzip voll wirksam werden, da sich die wirklich vor- 
handenen Invarianzen und nur diese einfach ausdriicken. 

Die beim f-Zerfall experimentell gesicherten Erhaltungssatze sind die Erhaltung 
des Impulses, des Drehimpulses (4dim.), der elektrischen Ladung und der Bary- 
onenzahl. Bei der Wahl des Zusatzterms zum Energieoperator hat man zu be- 
ricksichtigen, dafi er wegen der angegebenen Prozesse einen Term linear in 
jedem Feld enthalten mu8. Beschrankt man sich auf diesen quadrilinearen Term 
und verlangt Lokalitat der Wechselwirkung, dann hat man anzusetzen 


AP, ~ | (p*)(m) (e*) (v) a + hic. (57) 
‘und 
A, Py ~ [ (p*) (m) (e*) (v*) da +h. c. (58) 


Dabei bedeuten (p), (m), (e) und (v) die zweikomponentigen Felder von Proton, 
Neutron, Elektron und Neutrino oder ihre Ableitungen beliebiger Ordnung. 
Der einfachste Ansatz fiir diese ist das Produkt aller vier Operatoren ohne 
irgendwelche Ableitungen. Wegen Erhaltung von Impuls und Drehimpuls miissen 
die Integranden in (57) und (58) Skalare sein. Ob man fir p, m und e gepunktete 
oder ungepunktete Spinoren wahlt, ist noch offen; man hatte namlich die freien 
Felder statt mit der einen auch mit der anderen Sorte Spinoren beschreiben 
k6énnen, ohne die physikalischen Aussagen zu verindern. Beim freien Neutrino 
hingegen ist die Spinstellung relativ zum Impuls bei den beiden Sorten entgegen- 
gesetzt. Wegen der Invarianz der Integranden ist ein gleichzeitiges Bestehen 
der Wechselwirkungen (57) und (58) nicht mdglich, d. h. es entstehen entweder 
nur Neutrinos mit parallelem Spin und Impuls (rechtsdrehend) oder solche mit 
antiparallelem Spin und Impuls (linksdrehend). Es gilt ein Erhaltungssatz fiir 
Leptonen, wenn man das Elektron als Lepton und das mit ihm ausgesandte 
masselose Teilchen als Antilepton (Antineutrino) bezeichnet. Wahlen wir z. B. 
fiir p, n, e und y gepunktete Spinoren, dann gibt es genau einen Skalar 


{pr\* né {e.\* yg + hc. = p*" né ef vg + hc. (59) 


und das Neutrino ist linksdrehend. Entstehende Protonen, Neutronen und 
Elektronen sind im Grenzfall y—c ebenfalls linksdrehend, entstehende Anti- 
protonen, Antineutronen und Positronen rechtsdrehend. 

Es gibt insgesamt 8 Méglichkeiten ungepunktete und gepunktete Spinoren in 
igerader Anzahl (wegen der Invarianz) auf die vier Felder zu verteilen. Die beiden 
Falle, in denen p*, n, e* und y Spinoren derselben Sorte sind, lassen zwei un- 
abhangige Skalare zu, etwa 


prt n, ef 84, 4 hee. und spt y, eF 8 vy," hee., (60) 
} 
so daB sie einen Mischungsparameter enthalten. Die anderen alternativen Falle 
fenthalten nur je eine Kopplungskonstante. Sie sind daher automatisch in- 
variant gegen Zeitumkehr (39), da die Kopplungskonstante reell gewahlt werden 
Kann. Das Vorzeichen der longitudinalen Polarisation entscheidet, ob die Felder 


lage 
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als gepunktete oder ungepunktete Spinoren in die Wechselwirkung einzusetze: 
sind, Plausibilitatsgriinde gibt es nicht fiir eine bestimmte Wahl. 
Experimentell wurde ein negatives Vorzeichen fiir die longitudinale Polarisatio 
von Elektron [22] und Neutrino [23] gefunden. Damit scheidet (60) aus, Zei 
umkehrinvarianz ist erfillt. Das Vorzeichen der Nukleonenpolarisation ka 
aus der Winkelverteilung der Elektronen beim Zerfall polarisierter Neutrone 
ermittelt werden [24, 25]. 
Insgesamt erhalt man 


AP, = Gp | p¥' ni cf vg dx + b. G8 (6 


Die Kopplungskonstante ergibt sich zu 


26 
Gi = (1,6 - 10-4 erg cm®)? ~ 4. 10° ——_., 
M7, Cc? 


(Die. beiden Faille p*’n,e**vs und p**n;e**y, kann man ohne Polarisation} 
messungen ausscheiden, weil sie nur Fermi-Ubergange vermitteln). Der Inti 
grand in (61) lautet in DrrAcscher Formulierung | 


ts Pp Vu(1 + Ys) Yn Bey, (1 + Ys) w+ h.c. G 


Aus historischen Bezeichnungsgriinden nennt man diese Kopplung V — 4 
Andere gleich einfache Ausdriicke wie #,y,,¥, liefern Ableitungen in (5 
und man kann sie nach der Zah] der vorkommenden Ableitungen in eine Ranj 
ordnung gliedern [10]; doch zeigen die Experimente bisher, daB man mit di 
nullten Ordnung (volle Ableitungsfreiheit) auskommt. Eine Mischung von Te 
men gerader und ungerader Zahl von Ableitungen wiirde notwendig die Le} 
tonenerhaltung verletzen, da man (57) und (58) verwenden miiBte. 
Die Wechselwirkung (62) ist unter allen gleichberechtigten Vier-Komponente} 
ansdtzen dadurch ausgezeichnet, da sie invariant gegen die Ersetzung py — y, 
bei einem beliebigen yp), n,- » ist. Diese Tatsache ist von SAKURAI[8], SUDERSHAI 
und MARSHAK [9] an die Spitze gestellt worden (vgl. auch die friiheren Arbeité 
[26, 27]). Die freie (und damit die gesamte Theorie) ist jedoch fiir m + 0 nic} 
invariant gegen diese Ersetzung. Die unechte Invarianzforderung ist dah 
eigentlich eine Festlegung der Wechselwirkung auf Grund eines nur zu diese 
Zweck aufgestellten neuen Prinzips. Jedoch kann die Aufdeckung dieser dur} 
Experimente bestatigten Teilinvarianz méglicherweise das Verstandnis der E 
stehung der Massen im Zusammenhang mit der mesonischen Wechselwirkuj 
fordern. GELL-MANN und FEYNMAN [7] haben den Ansatz (61) in inhaltlij 
gleicher Weise wie hier begriindet, allerdings formal in der Vierkomponente} 
schreibweise und unter der nicht begriindeten Annahme, da Proton und N a 
tron durch die gleiche Spinorsorte beschrieben werden. Macht man diese Aj 
nahme nicht, so miissen neben der V—A und V + A Kopplung auch Lined 
kombinationen der anderen Kopplungen beriicksichtigt werden, da sie in 
(zweikomponentigen) Begriindung gleichberechtigt sind. 


9. Universelle Vier-Fermionen-Wechselwirkung 


Neben dem f-Zerfall gibt es eine Reihe anderer Prozesse mit vier. Fermionen, 1 
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roBenordnung der Kopplungsstarke und in der Verletzung von Paritaét und 
adungskonjugation. 


{| Die Absorption eines u-Mesons durch ein Proton unter Entstehung eines 
Neutrons und eines Neutrinos. Dieser Proze8 wird durch eine (57) entspre- 
chende Kopplung 


(p*) (2) (u*) (vy) + hee. (63) 
ermittelt. Diese Kopplung ist auch fiir den z-Zerfall iiber ein virtuelles Nu- 
eon-Antinukleon-Paar verantwortlich: 

au>pt+n opty. 

) Der y-Zerfall 

bme—>ettoytyr. 


is ist die einzige Wechselwirkung, an der nur Leptonen beteiligt sind. Die zu- 
hérige Kopplung lautet 


(v*) (u) (e*) (v) + hic. (64) 
) Der mesonische K-Zerfall 

K+>+at+a® oder att+atdta. 

Vill man dies wie beim z-Zerfall als eine schwache Vier-Fermionenkopplung 


‘erstehen, so kann die Kopplung etwa zwischen einem virtuellen Paar A, p, das 
om K erzeugt wird, und einem Paar p, n, das in zwei oder drei z-Mesonen zer- 
jallt, bestehen: 


oe n° 
K+ y ay + 
2A+prnt+ pont tee 
Me wiirde dann geschrieben werden 
(p*) (2) (A*) (p) + h. c. 
) Der u-Zerfall des K-Mesons 
Kt — pt +. (65) 


Dieser kann wieder iiber ein virtuelles A, p-Paar aus einer Vier-Fermionen- 
copplung der Form 


(p*) (A) (u*) (») + h.c. (66) 


Kt>ettytx7. 


C 


Yber dasselbe virtuelle Paar liefert dieser eine Kopplung 
(p*) (A) (e*) (») + he. (67) 


fit den angegebenen Kopplungen a bis e und der eigentlichen £-Kopplung 
‘ann man auch alle anderen bisher gefundenen schwachen Prozesse erklaren [28]. 
Is werden stets Paare mit einem neutralen und einem geladenen Partner ge- 
oppelt. 
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Der einfachste Ansatz fiir all diese Kopplungen ist wieder derjenige ohne 4 
leitungen, und man kann versuchen, wie beim B-Zerfall fiir n, p, e stets gepul 
tete Spinoren zu verwenden; dann muB auch der A-Spinor gepunktet sein. Be 
u-Zerfall zeigt das experimentelle Energiespektrum, daB Neutrino und An 
neutrino, nicht etwa zwei Neutrinos entstehen; daher ist das u-Meson d 
einem gepunkteten Spinor zu beschreiben und als Lepton zu bezeichnen. ms 
Zuordnungen kann man in dem Satz zusammenfassen, daB alle bei di 
schwachen Wechselwirkungen entstehenden Baryonen und Leptonen im Gre} 
fall y+ c linksdrehend, alle Antibaryonen und Antileptonen rechtsdrehe 
sind. | 
Die hier nahegelegte Universalitat in der Form der schwachen Wechselwirkt 
gen steht bisher mit keinem Experiment in definitivem Widerspruch [29, 


Ubergang ist und dem u-Zerfall [7]. Es zeigte sich, daB die beiden Konstant 
innerhalb der MeBfehler (2°) iibereinstimmen, wenn man die oben angegebe 
Kopplungstypen verwendet. Es wird damit auch eine Universalitat in 

Koprlungsstarke nahegelegt. Bei der Berechnung des C!-Zerfalls wurde all 
dings die mesonische Wechselwirkung der Nukleonen voéllig vernachlassi 
Wenn also die Universalitat in der Kopplungsstarke gilt, so mu8B diese Verna 
lassigung berechtigt sein. Eine mégliche Erklarung dafiir soll im nachsten AI 
schnitt erdértert werden. 


10. Mesonische Korrekturen 


Bisher war nur angegeben worden, welche Zusatzterme die schwachen Wechs 
wirkungen zum Energieoperator bewirken. Die Frage der ,,ungestérte 
Theorie war offen gelassen. Beim y-Zerfall hat man als , ungestorte‘‘ Thed| 
die freie von mw, e und » mit den elektromagnetischen Wechselwirkungen vA 
Abschnitt 7, da andere Wechselwirkungen fiir diese Teilchen nicht bekar 
sind. Bei allen anderen Wechselwirkungen spielen Barvonen mit, die neben 
Kopplung ans elektromagnetische Feld eine starke Kopplung ans Mesonff 
besitzen. In der ,,ungestérten‘‘ Theorie mu8 daher zumindest die Wechsel | 
kung mit den z-Mesonen beriiéksichtigt werden. 
In der Zweikomponentenformulierung l48t sich die pseudoskalare Wechs 


wirkung eines Spin !/,-Féldes mit einem neutralen pseudoskalaren Meso 
x(x) durch die Ersetzung 


df > OF* = {1 — iga(a)}-1 OF 
O,3—> O7s = {1 + iga(x)}0,, 
einfiihren. Die Bewegungsgleichung fiir das Spinorfeld lautet dann 


. - pane 
1308 uw, + mu, = 0 
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iia My g(x) OF wy. (69) 


Us(S r= 77 ae {1 — igz(x)}1 Of u(x), 2’ (x') = —2(2) 


, 


, 
BEE ae yes pesiig 0G lias As 


lewirkt. Die Invarianz von (69) folgt aus 
ats — Ot, und dt; = fe, ; (70) 


lst die Wechselwirkung pseudovektoriell, dann gilt in der Zweikomponenten- 

ormulierung 

{ Ots > Ots — Ofs — gait 

(71) 
O,6—> Oe = Org + 9 Mr5 


jdier tritt das Mesonenfeld nicht im Nenner auf wie in (68). Die Bewegungs- 
= ergibt sich zu 
0;; 08 u, + m2 u, = 0 (72) 
Bier 
0, ,08' u, + mu, = 9 2,408! u, — 90,5 m8* u, — 9? m3 2! U, 


Beide Wechselwirkungen schreiben sich nicht einfach, weil sie die Paritat er- 
lalten; hier ist die vierkomponentige Schreibweise angebracht, in der die Raum- 
ipiegelung keine Ableitungen enthalt. Welche Form die Meson-Nukleon- 
Vechselwirkung besitzt, kann man mit den heutigen Methoden zur Behandlung 
iitarker Kopplungen nicht aus den Experimenten erschlieBen, sofern man nicht 
um nichtrelativistischen Grenzfall tibergeht. Es ist ja tiberhaupt fraglich, ob 
lich das Meson-Nukleon-Feld durch irgendwelche Bewegungsgleichungen cha- 
‘akterisieren 148t. Fir die folgenden Betrachtungen gentigt die Ladungsunab- 
Mingigkeit der starken und die spezielle Form der schwachen Wechselwirkungen. 


Der Einflu8 des Mesonfeldes soll am Beispiel des Neutronzerfalls erliutert 
werden. Fiir die Zerfallsamplitude a gilt nach (62) in (vdllig ausreichender) 
\. storungstheoretischer Naherung 


| a~G{ <p| p(x) 74(1 + Ys) o() |r) U(x) dx (73) 
nt ; 

L,(%) = <¢, »| Poy, (1 + ys) | O>. 
Pir die Nukleonen kann in nichtrelativistischer Naherung gerechnet werden. 
Verwendet man noch den Isotopenspinformalismus, so ergibt sich 


a~@ <p | / v* (2) Te (1, (2) + 1(z) 3) p(x) Bx| n> 


its FS 4 (Tr ae 0Ty). 
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Es handelt sich um einen erlaubten Ubergang, man erhalt also eine nicht vé 
schwindende Amplitude, wenn man in /,,(x) die ry gene vernachlassig, 
Dann vereinfacht sich a zu 


a~G<p| TR ny ly + @<p| | yt (x) t+ F p(x) Ba n>, 


wobei 7! der Nukleonenanteil des Isotopenspins ist. Sicht man von dq 
elektromagnetischen Wechselwirkung ab, so gilt die Ladungsunabhangigke: 
Ohne Mesonfeld sind |p> und |n> Eigenzustande zum Nukleonenanteil dj 
Isotopenspins, es ergibt sich fiir den ersten Term in (74) der Wert G - /,. Nimn 


man das Mesonfeld mit, so sind |p) und [n> Figenzustande zum Gesamtisotopel e 
spin von Nukleon- und Mesonfeld T = Tre + Tes, Dann ergibt sich 


CD TRS) ey a1 ST ean (7 


wobei unter Vernachlassigung von Nukleon-Antinukleon-Paaren 


<p |TEe| ny = 2 <p (Tm)"| p> 


zwischen Null und 4/, liegt. Das Experiment (O014-y-Vergleich) zeigt, daB d 
Mesonfeld die erlaubten Fermiiibergainge nicht beeinfluBt; dies fiihrte FEY’ 
MANN und GELL-MANN [7] dazu, den Vektoranteil der Vierfermionenkopy 
lung abzuandern, so daB von vornherein in (74) der gesamte Isotopensp} 
statt des Nukleonenanteils steht. Dann macht sich das Mesonfeld nur in dij 
Ubergangen bemerkbar, bei denen die Ortsabhangigkeit von J,(x) und dan} 
die Struktur der Nukleonen (Mesonwolke) nicht vernachlassigt werden kan 
Es sind Experimente vorgeschlagen worden [31, 32], um diese Korrekt 
nachzuweisen, definitive Resultate liegen jedoch noch nicht vor. 

Das Einsetzen des gesamten Isotopenspinoperators statt seines Nukleone 
anteils bewirkt eine direkte schwache Wechselwirkung zwischen Leptonen u 
z-Mesonen und widerspricht daher eigentlich der Universalitat der schwach 
Wechselwirkungen. 
Fiir den zweiten Term in (4) 1aB8t sich eine entsprechende Abanderung nicht v4 
nehmen, da kein Erhaltungssatz die mesonischen Korrekturen an der strukt 
freien Amplitude zu Null macht. Er wiirde tiberdies den 2 —> e+ + »-Zerfi 
verbieten, der inzwischen gefunden ist [33, 30]. Genaue Messungen am Neut : 
und an anderen f-Zerfallen [34, 35, 25] haben auch ergeben, daB die Kopplun 
konstante des Axialvektoranteils etwa um einen Faktor 1,2 grdBer ist als 
des Vektoranteils, wenn man in der Rechnung von den starken Wechselwirk j 
gen absieht. Dies kénnte auf echt vorhandene Korrekturen hinweisen. 
kann diese aber leider auch nicht theoretisch in Grenzen einschlieBen wie in (7) 
so daB selbst die GréBenordnung und das Vorzeichen nicht vorausgesagt werd] 
k6nnen [36]. 


Den Herren Dr. Ch. Enz und H. Joos danke ich sehr fir dic Durchsicht : 
Manuskripts. | 


-_— 
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Verbotene Linien in Atomspektren” 


L. A. BORISOGLEBSKIJ 


Einleitung 


| 
/ 
| 
| 
| 
Das Problem der verbotenen Linien tauchte schon vor verhaltnismaBig lan 
Zeit auf — vor 30 bis 35 Jahren. Zu der Zeit hatte die Lome ae 
bereits einen hohen Entwicklungsstand erreicht. Die Atomspektren aller dam} 
bekannten Elemente waren ziemlich eingehend erforscht und sowohl die kll 
sische Theorie als auch die Quanten-Theorie der Strahlung aufgestellt word 
Die Quantentheorie war allerdings noch lange nicht vollstandig ausgearbeit 
Nach der klassischen Theorie entsteht die elektrische Dipolstrahlung der Ato) 
immer gleichzeitig mit der Multipolstrahlung aller Ordnungen, ist aber v 
intensiver als diese. Diese Behauptung wurde sofort auf die Quantentheo 
iibertragen. Daher wurde sowohl in der klassischen Theorie als auch in « 
Quantentheorie anfangs nur die spontane elektrische Dipolstrahlung unt# 
sucht. Nur fiir diese Strahlung wurde die Wahrscheinlichkeit der verschiede 
Ubergange berechnet, nur fiir sie wurden Auswahlregeln gefunden. Uberga 
die sich den genannten Regeln nicht fiigten, wurden als unméglich, als vé 
boten angesehen. Zustiande, von denen aus optische Ubergange der Atome 
niedrigere Energieniveaus unmoglich waren, wurden als metastabil bezeich 
In solchen Zustanden kénnen die Atome ziemlich lange Zeit verweilen 

gehen gewohnlich durch StéBe 1. und 2. Art, durch Lichtabsorption oder du 
den KinfluB verschiedener Felder, die die Auswahlregeln verletzen, in and 
Zustande itiber. 
Der Vergleich der Strahlungstheorie mit den experimentellen Resultaten erg 
eine vollig befriedigende Ubereinstimmung. Bereits Anfang der zwanziger Jal 
des 20. Jahrh. waren fast alle Linien in Atomspektren, die man unter Labo: 
toriumsbedingungen erhalten hatte, identifiziert, d.h. nach dem Ritzsck 
Kombinationsprinzip als Differenz bestimmter Terme von Atomen der v 
schiedenen Elemente dargestellt. Unter den Linien, die man noch nicht hat 
identifizieren kénnen, befanden sich einige der Linien, die in Spektren } 
Himmelskérpern zu beobachten sind — in planetarischen Nebeln, in der Sonnt 
korona und im Nordlicht. | 
Da die Physiker unter den damals bekannten Elementen keins fanden, dj 
man diese Linien hatte zuschreiben kénnen, nahmen sie an, da8B sie noch 

bekannten Elementen angehéren. Nach dem Ort, wo man diese geheimnisvol 
Spektrallinien gefunden hatte, bezeichnete man diese Elemente als Nebuli 

Koronium bzw. Geokoronium. Einige Zeit spiter — im Jahre 1924 — wu) 
eine der erwahnten Linien auch unter Laboratoriumsbedingungen beobacht} 


1) Uspechi fiz. Nauk 66, 603 —652 (1958). 
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n einer Heliumentladung fand man bei 1 Torr Druck mit einer sehr geringen 
feimischung von Sauerstoff (als Verunreinigung) eine griine Linie in Emission, 
ie spiter mit der bekannten Geokoroniumlinie (4 5577,34 A) identifiziert 
urde. Im Lauf der Zeit stellte sich heraus, daB fir alle oben erwahnten Ele- 
1ente kein Platz im Periodensystem vorhanden war, und damit wurden die 
ee onisyollen Linien eins der interessantesten Ratsel in der Spektroskopie. 
ine Erklarung wurde 1928 zum erstenmal von BOWEN gegeben, als er nach- 
jes, daB die Nebuliumlinien faktisch verbotene Linien der Atome OII, NII 
nd OIII sind und die Geokoroniumlinie eine verbotene Linie von OI; denn 
ie Wellenzahlen der Nebulium- und Geokoroniumlinien stimmen genau mit 
er Differenz von Termen iiberein, die den niedrig liegenden metastabilen 
fiveaus und den Grundniveaus der genannten Atome entsprechen. Schwieriger 
raren die Koroniumlinien zu identifizieren, aber auch sie erwiesen sich als ver- 
otene Linien hochionisierter Atome von bekannten Elementen. 
ofort nach der Identifizierung der verbotenen Linien erhob sich die Frage: 
ehoren sie zur spontanen oder zur erzwungenen Strahlung? Die zweite Alter- 
ative entfallt jedoch, da die Gasdichte in den untersuchten Himmelskérpern 
ewohnlich sehr gering ist (z. B. enthalt in den planetarischen Nebeln 1 cm? 
bwa 1000 Atome) und da das Vorhandensein eines Feldes, das zu einer Ver- 
itzung der Auswahltegeln ausreicht, anscheinend ausgeschlossen ist. Ein Argu- 
ient zugunsten der angefiihrten Behauptung ist auch die Tatsache, daB gewisse 
erbotene Linien von OII auch im interstellaren Raum zu beobachten sind, 
fo die Gasdichte nicht einmal 20 Atome je cm? erreicht. Folglich miissen die 
erbotenen Linien von OII, NII und anderen Elementen zu einer spontanen 
itrahlung gehoren, die den Auswahlregeln fiir die elektrische Dipolstrahlung 
icht gehorcht. Im Zusammenhang damit wurde es notwendig, die Quanten- 
Boric des Lichts zu tiberpriifen. Das unternahm 1928 zuerst RUBINOWICZ. 
Ir wies nach, daB sich die Auswahlregeln fiir die Multipolstrahlung von den 
tuswahlregeln fiir die elektrische Dipolstrahlung unterscheiden, da8 sie ferner 
ir Multipole verschiedener Ordnung verschieden sind und da die Multipol- 
trahlung daher nicht unbedingt immer zusammen mit der elektrischen Dipol- 
trahlung zu entstehen braucht. Nach den Auswahlregeln fiir die Multipol- 
trahlung 2. Klasse!) (unter Beriicksichtigung der verschiedenen Arten der 
Mektronenkopplung) sind die Ubergainge, die den Spektrallinien entsprechen, 
je man formal dem Nebulium, dem Koronium und dem Geokoronium zu- 
eschrieben hatte, erlaubt. 
ds man festgestellt hatte, daB die meisten verbotenen Linien einer spontanen 
fultipolstrahlung angehoren, die hinsichtlich des ,,Verboten“ oder ,,Erlaubt” 
er elektrischen Dipolstrahlung eigentlich vollig aquivalent ist, begannen die 
Tersuche, den Begriff ,,verbotene Linie“ zu itiberprifen. Schon 1936 macht 
WEN darauf aufmerksam, daB dieser Begriff konventionell ist, und halt es 
ir zweckmafig, alle Linien — gleichviel, ob sie die Auswahlregeln fiir die elek- 
fische Dipolstrahlung befolgen oder nicht — in zwei Gruppen einzuteilen: 
. mit groBer Ubergangswahrscheinlichkeit (10% — 104 sec~) und 2. mit kleiner 
bergangswahrscheinlichkeit (10? sec? und weniger) [1]. Eine neue weiter- 
ntwickelte Definition des Begriffs ,,verbotene Linie“‘ wird von MROZOWSKI [2] 


Bonter der Multipolstrahlung der 2. Klasse versteht man die elektrische Quadrupol- 
Behlung und die magnetische Dipolstrahlung, der 3. Klasse die elektrische Oktupolstrah- 
ing und die magnetische Quadrupolstrahlung usw. 
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gegeben. Er bezeichnet alle die Linien als verboten, denen fiir die ungestér? 
Atome sehr geringe Ubergangswahrscheinlichkeiten entsprechen, verglichen 1 
den héchsten Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir die betreffende Art 
Atomen, wobei sich die verglichenen Ubergange auf Unterschiede von Nivez 
mit anndhernd gleichen Hauptquantenzahlen beziehen miissen. Der zule 
genannte Vorbehalt ist notwendig, damit nicht die fernen Serienglieder | 
verboten bezeichnet werden, die, verglichen mit den ersten Linien dieser Seri 
sehr geringen Ubergangswahrscheinlichkeiten entsprechen. Der Begriff mS: 
gering’‘ wird in manchen Fallen als GréBenordnung 10-%, in anderen als 1 
interpretiert. Wie wir sehen, ist der Begriff ,,verbotene Linien‘‘ in der Forni 
lierung von MROZOWSKI ausreichend begriindet, er fiihrt aber zu einer Nj 
klassifikation der Linien, die mit gewissen Schwierigkeiten verkniipft ist. | 
Zusammenhang damit wollen wir den alten Begriff ,,verbotene Linien“ trotzd] 
weiterhin beibehalten, obwohl er nicht sehr gliicklich ist und eigentlich 
eine bestimmte Etappe in der Entwicklung der Atomspektroskopie ausdriic 
(AuBerdem ist der alte Begriff ,,verbotene Linien“ allgemein tiblich.) 

Verbotene Linien sind in verschiedenen Gebieten der Spektren von Atom 
Molekiilen und Kernen zu beobachten und umfassen einen riesigen Freque} 
bereich — von den y-Strahlen bis zu den Radiowellen. Ihre Erforschung fit 
zu einem tieferen Verstandnis der Eigenschaften der Materie in ihren versck 
denen Zustanden. Von besonderer Wichtigkeit sind die verbotenen Linie | 
der Astrophysik. Nach ihrer Intensitét bestimmt man die Dichte, die Tem} 
ratur, die chemische Zusammensetzung und andere sehr wichtige Merkmale |} 
verschiedenen Himmelskérper. Eine nicht weniger wichtige Rolle spielen } 
auch in der Kernspektroskopie. Das folgt etwa schon aus der Tatsache, daB | 
»verbotenen“ Linien in den y-Spektren in der Regel viel intensiver sind als | 
erlaubten. | 
In der vorliegenden Arbeit geben wir eine Ubersicht tiber die wichtigsten Re 
tate sowohl der theoretischen als auch der experimentellen Untersuchung 
tiber die verbotenen Linien von Atomspektren. § 1 und 2 sind den allgemeii| 
GesetzmaBigkeiten und der Klassifikation der verbotenen spontanen Uberga 
gewidmet, § 3 und 4 der verbotenen Strahlung von Himmelskérpern und Linij 
die durch verschiedene Felder erzwungen werden. Zum Schlu8 wird kurz néf 
die Erzeugung verbotener Linien im Laboratorium behandelt und ein kun} 
Bericht tiber die wichtigsten ungelésten Probleme gegeben, die sich auf || 
verbotene Strahlung von Atomen beziehen. | 


1. Allgemeine Charakteristik der verbotenen spontanen Uberginge 


In der Kinleitung wurde schon darauf hingewiesen, daB es durch das Auftre+ 
intensiver verbotener Linien in den Spektren von Himmelskérpern notwen) 
wurde, die Quantentheorie der Multipolstrahlung auszuarbeiten. Diese Theat 
wurde im wesentlichen in den dreifiger Jahren aufgestellt. Zuerst wurde || 
elektrische Quadrupolstrahlung und die magnetische Dipolstrahlung unt 
sucht, da hierzu fast alle Multipollinien gehéren, die in den Atomspektren v 
kommen. Etwas spiter wurden die Multipole 3. Klasse untersucht, und 4 
vor verhaltnismaBig kurzer Zeit (in den vierziger Jahren) .ergab sich im 4] 
sammenhang mit der stiirmischen Entwicklung der ‘Kerngpektroskopie || 
Notwendigkeit, die Theorie der Multipolstrahlung beliebiger “Ordnung aus 
arbeiten. Die einfachste Ableitung der Formeln fiir die Felder sowie die Way 
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scheinlichkeit der Strahlung von Multipolen beliebiger Ordnung im nicht- 
relativistischen Fall gab BERESTECKIJ [3]. Da die vorliegende Arbeit den 
Atomspektren gewidmet ist, werden wir uns hier hauptsachlich mit der Multi- 
polstrahlung 2. Klasse beschaftigen. Die Quantentheorie ergibt folgende For- 
meln fiir die Strahlungsintensitaten der Multipollinien dieser Klasse [4] (bei 
natiirlicher Anregung): 


32n8y5 
I,(A, B) = N(a)hvA,, A, = ae > | (a/016) i, (1,1) 
In(A, B) = N(a)hvdy, Ay = “5 5 | (a|M]B) (1,2) 
™m™ > ™m? tat Bhc3 a ‘ : ? 


Darin ist A, die Wahrscheinlichkeit des elektrischen Quadrupoliibergangs, A, 
die des magnetischen Dipoliiberganges, Q ist das elektrische Quadrupolmoment 
des Atoms; es ist ein Tensor mit den Komponenten 


Qaa= = Se (Bia tp — M00); 
M = (e/2 moc) > (L; +2S;) —ist das magnetische Dipolmoment des Atoms; L; der 
Bahndrehimpuls und S; der Spin des i-ten Elektrons; NV (a) ist die Anzahl der 
_Atome, die sich in dem betreffenden Augenblick im Anfangszustand a befinden. 
6 ist der Endzustand, A und B sind die Zustande des héchsten und des niedrig- 
sten Energieniveaus, zwischen denen ein Ubergang stattfindet. >’ bedeutet, 


a,b 

‘daB die Intensitat der Linie (A, B) gleich der Summe der Intensitat ihrer 
‘Komponenten ist, und y ist die Frequenz der Linie. 

-Berechnet man die Matrixelemente, die in den Formeln (1,1) und (1,2) auf- 
‘treten, so kann man fiir die verschiedenen Atomtibergange Auswablregeln auf- 
stellen. Diese Regeln erhielten zuerst RUBINOWICZ, BRINKMAN und BLATON 
'{5—7]. Dabei zeigte sich, daB® sie nicht nur vom Strahlungstyp abhangen, 
'sondern auch vom Charakter der Elektronenkopplung in den Atomen. So haben 
‘sie zum Beispiel fiir die Russell-Saunders-Kopplung, d.h. fiir die normale 
‘Kopplung, folgende Form: 


Elektrische Quadrupolstrahlung 


ee 0 2 


gerade Terme — 
gerade Terme, 


Am =0, +1, + 2; ungerade Terme — 
ungerade Terme 
B) Aen ei eo AS 0. 


Magnetische Dipolstrahlung 


gerade Terme — 
| gerade Terme 


JA) 47 =0,41;J, +4, >1;4n=—0; 


Am=0,+1; . ungerade Terme — 
ungerade Terme, 


1B) AL=0, +1; AS =0. 
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Darin ist AJ eine mégliche Anderung der Quantenzahl J, die den Gesamtdreh: 


impuls des Atoms bestimmt, 4m die Anderung der magnetischen Quantenzah: 
(Projektion des Gesamtdrehimpulses auf die 2-Achse); JZ und AS sind die 
Anderungen der Quantenzahlen, die den resultierenden Bahn- bzw. Spindreh; 
impuls des Atoms bestimmen und 47 schlieBlich die Anderung der Haupt: 
quantenzahl. Die Auswahlregeln sind leicht auf den Fall der doesn 
zu verallgemeinern, wo k die Ordnung des Multipols ist. (4 = 1 bedeutet Dipol 
strahlung, k = 2 Quadrupolstrahlung, k = 3 Oktupolstrahlung usw.) : 


Elektrische 2*-Pol-Strahlung 


gerade Terme — 


A) AJ =0, +1, +2,..., 44; gerade Terme, fir 
gerades 
J, +J,6 > k; ungerade Terme — k 


ungerade Terme 


gerade Terme — 
ungerade Terme, fiir 
Am=0, +1, +2,..., +h; ungerades | 
ungerade Terme — k | 
gerade Terme 


B) 4 pile: Hs ee een: 
Magnetische 2*-Pol-Strahlung 


gerade Terme — 


| 
| 


A) dJ=0, +1, +2,..., +h; gerade Terme, fir 
ungerades | 
I, +d), > k; ungerade Terme — k 


ungerade Terme 


gerade Terme — 


ungerade Terme, fiir 
4m=0, +1, 42,., 44; gerades 
ungerade Terme — k 
gerade Terme 
B) Aim 0, +1, 2, ks ASSO. 


Die Auswahlregeln unter der Rubrik B) sind nur fiir normale Kopplungen g¢ 
nau erfillt. Bei einer Abweichung von diesen Kopplungen sind sie mehr od 
weniger stark verletzt. So ist ftir die Atome leichter Elemente, die der normale} 
Kopplung gehorchen (insbesondere fiir Helium), die Regel 4S = 0, d.h. d 
sogenannte Interkombinationsverbot, streng erfillt (Uberginge vom Ty 
isns'L = isns*L’ sind vollstandig verboten), und fiir Atome schwerer El 
mente (insbesondere fiir Quecksilber) gilt die Regel JS = 0 iiberhaupt nicl] 
mehr. Diese Tatsache sowie die Verletzung der Regel JZ = 0, +1, +2,..., 

findet folgende Erklarung. Die Abweichung von der normalen Kopplung é 
folgt durch die Spin-Bahn-Wechselwirkung der Elektronen im-~Atom, die ft 
leichte Elemente sehr gering ist, mit der Ordnungszahl aber allmahlich z 
nimmt. Die erwahnte Wechselwirkung fihrt zu einer Anderung der Welle} 
funktionen. Wenn diese gering ist, unterscheidet sich die geainderte Welle} 


Verbotene Linien in Atomspektren 589 


funktion irgendeines bestimmten Terms nur wenig von der reinen Russell- 
Saunders-Wellenfunktion dieses Terms. Die Berechnung zeigt [8], da8 darin 
in diesem Falle eine unbedeutende, aber mit der Ordnungszahl zunehmende 
Beimischung der Wellenfunktionen anderer Russell-Saunders-Terme ver- 
schiedener Multiplizitaét und mit verschiedenem L auftritt [8], wobei alle diese 
Terme (zusammen mit dem gegebenen) die gleiche Zahl J besitzen und zu ein 
und derselben Konfiguration gehéren. Das vorgegebene Niveau besitzt also 
schon Eigenschaften, die Niveaus mit verschiedenen Zahlen L und verschiedener 
Multiplizitat zukommen, wodurch dann, wenn auch schwache, aber den Regeln 
B) widersprechende Uberginge auftreten. Bei starker Spin-Bahn-Wechsel- 
wirkung, d. h. bei j-j-Kopplung, sind Z und S grob angenaherte Quantenzahlen, 
und die Auswahlregeln B) sind iiberhaupt nicht mehr erfiillt. 
Die Regel 4n = 0 ist nur in der nichtrelativistischen Naherung streng erfiillt. 
So ergab z. B. die Berechnung der Wahrscheinlichkeit des Ubergangs 1s?S,). — 
2s°S,, fir HI mit Hilfe der relativistischen Funktionen, da8 dieser Ubergang 
der magnetischen Dipolstrahlung angehért, obwohl auch er die Regeln An = 0 
nicht erfilit [9]. 
Es ist leicht zu erkennen, daB die meisten der genannten Auswahlregeln fiir 
die magnetische Dipolstrahlung und die elektrische Quadrupolstrahlung mit- 
einander tibereinstimmen. Daher kann man diese Strahlungen nur in einigen 
Fallen an Hand der Auswahlregeln voneinander unterscheiden. Solche charak- 
teristischen Regeln sind zum Beispiel J, + J, = 1 fiir die magnetische Dipol- 
strahlung und AJ = +2 fiir die elektrische Quadrupolstrahlung. Die Uber- 
gange 

J=0C2J=1 bow. JVJ+2 


-gehoren zu den rein magnetischen Dipoltibergingen bzw. den rein elektrischen 
Quadrupoliibergangen, wenn sie hierbei entsprechend allen tibrigen Regeln 
fir diese Multipole gehorchen. 

Kennt man die Zahlenwerte der von Null verschiedenen Matrixelemente (a |Q| b) 
‘und (@|M|b), so kann man, wie aus den Formeln (1,1) und (1,2) zu ersehen ist, 
‘die Wahrscheinlichkeiten der verschiedenen Atomiibergange bestimmen. Kennt 
‘man sowohl die absoluten als auch die relativen Ubergangswahrscheinlich- 
keiten, so erleichtert das die Untersuchung der Multipollinien erheblich. Ins- 
besondere kann man nach den relativen Wahrscheinlichkeiten der Multiplett- 
komponenten Schliisse ziehen, zu welcher Sorte von Multipolen diese gehéren. 
Besonders wichtig ist es, die genannten Wahrscheinlichkeiten bei der Unter- 
\suchung verbotener Linien in den Spektren von Himmelskoérpern zu kennen. 
}Auf Grund der bekannten absoluten Ubergangswahrscheinlichkeiten und der 
\Intensitaten der entsprechenden aus den Beobachtungsergebnissen bestimmten 
verbotenen Linien kann man die Konzentrationen metastabiler Atome der 
‘verschiedenen Elemente finden. Wenn noch die Elektronentemperatur und die 
Elektronendichte bekannt sind, stellen die Astrophysiker unter Heranziehung 
er Quantentheorie der Strahlung die Konzentration der Atome im Grund- 
zustand fest und bestimmen letzten Endes die chemische Zusammensetzung 
{des Himmelskorpers [10 —13]. : 
Der Berechnung der Wahrscheinlichkeiten von Multipoliibergangen ist eine 
groBe Zahl von Arbeiten gewidmet, von denen die wichtigsten (auBer der 
itierten [8]) die Arbeiten vonCON DON, SHORTLEY, GARSTANG und PASTERNACK 
14—17] sind. Am genauesten wurden sowohl die relativen als auch die absoluten 
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} 
i} 
| 


Wahrscheinlichkeiten der elektrischen Quadrupoliibergange und der magne 
tischen Dipoliibergiange zwischen Niveaus berechnet, die den Elektronen 
konfigurationen p2, p, p*, d?, d3, d+ und d® angehéren. Fir die Konfiguratione? 
p?, p? und p* wurde die Berechnung fiir den allgemeinsten Fall durchgefiihrt — 
bei intermedidrer Kopplung zwischen den Elektronen [8]. Die Ergebnisse de 
Berechnungen wurden in Tabellenform angegeben, und zwar in Abhangigkei 
von einem gewissen Parameter 71), der sich von Null bei normaler Kopplun 
bis co bei j-j-Kopplung andert. Fiir die verschiedenen Atome liegen ganz be 
friedigende Abschatzungen dieses Parameters vor [18]. Die Wahrscheinlich| 
keiten elektrischer Quadrupoliiberginge enthalten (zum Unterschied von de: 
magnetischen Dipoliibergangen) das Quadrat des radialen Integrals s, 


co 


= Zef eR n, par, (Le 


0 / 


das gré8enordnungsmafkig ungefahr gleich 1 ist (in atomaren Hinheiten). Wil 
wir oben schon erwahnten, kénnen die Wellenfunktionen, die bestimmte| 
Termen der intermedidren Kopplung entsprechen, bei geringer Abweichung vat 
der normalen Kopplung als lineare Kombination der Wellenfunktionen de 
Russell-Saunders-Terme mit gleichem J dargestellt werden, die ein un 
derselben Konfiguration angehéren. Die Koeffizienten sind Funktionen dq 
Parameters x. So gilt z. B. fiir die Konfiguration p? | 


y(*Dz) = ap(!Dz) + by (®P2); p(P2) = ap(@P2) — by(*D2), (1,4) 


wo die Terme mit Strichen zur intermedidern Kopplung und die Terme ohr 
Striche zur normalen Kopplung gehoéren. Die Koeffizienten a und 6 sind gleiq 
[8]: 
25 125 
Se Pee SE es 3 
ee whoa,” aaa 


5V2 5 25 
ey sk ee ae 
cua 3 x(t + iz see Hiab 


Das Auftreten der genannten linearen Kombinationen fiihrt dazu, daB eini 
der Uberginge, die fiir reine normale Kopplung verboten sind, bei intermedia 
Kopplung stattfinden kénnen. Als Beispiel kénnen die magnetischen Dip 
iiberginge zwischen verschiedenen Termen, die elektrischen Quadrupoliibe 
gange zwischen Termsystemen (?P, — 4D.) dienen, wie aus (1,4) und (1,5) 
ersehen ist, u.a. Die Wahrscheinlichkeit dieser Ubergainge ist proportio 
y? oder x‘ und viel kleiner (zum Beispiel ist die GréBenordnung von y? fir Ol 
2p? gleich 10-4) als die Wahrscheinlichkeit der entsprechenden Multipoliib 
ginge fiir normale Kopplung. Die zuletzt genannten sind fiir Wellenlangen, 
im optischen Gebiet liegen (A 4580A), nach SHORTLEY [8] gleich 


A, = 3-10} soos}, (1i] 
A, = 8- 10-1 sec ee alt | 


& 


i 


Bee *s 
1) y =2/5F,, wo € und F, die Energie der Spin- Bahn-Wechselwirkung und der elektrisck 
Wechsvlwirkung ist. . 
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und viel kleiner als die Wahrscheinlichkeit des entsprechenden elektrischen 
Dipoliibergangs, die gleich 


Az = 2-10” sec"! (1,8) 


ist. Hieraus ist zu ersehen, wie verschwindend klein die Wahrscheinlichkeiten 
der oben betrachteten verbotenen Uberginge im Vergleich zu den elektrischen 
Dipoliibergangen sind. Ihre GréBenordnung schwankt von 10-? sec-! bis 10-9 
sec!, d.h., sie ist 10° — 1016 mal kleiner als A,1). Genauso verhalt es sich 
auch mit den Wahrscheinlichkeiten der Multipoliiberginge héherer Klassen, 
da die GréBenordnung ihres Verhialtnisses fiir zwei aufeinanderfolgende elek- 
trische Multipoliiberginge oder magnetische Ubergange gleich (27a/A)? ist (a ist 
der Radius des Atoms, 4 die Wellenlinge). Sein Zahlenwert ist fiir optische 
Wellenlangen ungefahr gleich 10-° [5]. Nur fiir Réntgenstrahlen wird das ge- 
nannte Verhaltnis viel gré8er und ist stark von der Ordnungszahl der Elemente 
abhangig, namlich?): 


(2a/A)2 = 10-522. 


Infolge der sehr geringen Wahrscheinlichkeiten der verbotenen Uberginge 
gegentber den erlaubten sind die verbotenen Linien gewohnlich viel schwacher 
als die erlaubten. Es gibt aber auch spezielle Anregungsbedingungen der Spek- 
tren, bei denen die beiden Typen von Linien hinsichtlich ihrer Intensitaét nicht 
nur miteinander vergleichbar sind, sondern wo sogar das entgegengesezte Inten- 
sitatsverhaltnis vorliegt. Im Zusammenhang damit wird es von Nutzen sein, 
auf die Frage einzugehen, wie die Intensitat der Linien von den Anregungs- 
bedingungen abhangt. Die Intensitat einer beliebigen Linie ist im allgemeinen 
‘Falle durch die Forme! [1] 


N hv A, 
ae Ae ere eee ee epee 


gegeben, wo N’ die Zahl der Atome ist, die in der Zeiteinheit bis zu dem be- 
treffenden Zustand angeregt werden®). B ist die Wahrscheinlichkeit daftir, daB 
das Atom bei ZusammenstéBen 1. und 2. Art Energie verliert (was stark von 
den Bedingungen abhangt, unter denen sich die Strahlungsquelle befindet). 
ist die Ubergangswahrscheinlichkeit des Atoms in einen héheren Zustand 
durch Lichtabsorption. A,, As, Az, ... sind die Wahrscheinlichkeiten der Aus- 
strahlung der verschiedenen Linien und A; endlich die Wahrscheinlichkeit der 
(Ausstrahlung der betrachteten Linie. 

Die Wahrscheinlichkeit A; des Ubergangs zwischen zwei Zusténden wird ge- 
ijwohnlich als der reziproke Wert der mittleren Lebensdauer des Atoms in dem 


I 


(1,9) 


¥ 


: = 


) Mit zunehmender Ordnungszahl wird  allerdings auch grofer und fiir schwere Elemente 
vie Blei, von der GréBenordnung Eins [2]. Trotzdem bleibt die Behauptung richtig, daB 
lie Wahrscheinlichkeiten der elektrischen und der magnetischen Dipoliibergange klein 
ind verglichen mit den elektrischen Dipoliibergangen, wie aus den Formeln (1,6—8) folgt. 
) Aus unseren Ausfiihrungen ist zu ersehen, da8 der in der Einleitung angegebene ,,alte“ 
ind der ,,neue‘‘ Begriff der verbotenen Linien fiir die groBe Mehrzahl der Atomspektren 
linander nicht widersprechen. Nur fiir Réntgenstrahlen besteht zwischen ihnen eine er- 
iebliche Abweichung. 

W = N’(B+C + A4,+4,+.--. + Ait+..-), wo N den Formeln (1,1) und (1,2) ent- 
lommen ist. 
4% Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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héheren Zustand definiert, wenn der betrachtete Ubergang der aus diesem 
Zustand einzig mogliche ist. (Zu A; miBte man noch ein Glied hinzufiigen, das 
von der Strahlungsdichte abhangt; es ist aber in fast allen Fallen klein.) Di¢ 
Wahrscheinlichkeit A; kann man in Form einer Reihe A; =Aja + Aig t+ Aim + 
+... darstellen. Darin gibt das erste Glied die Wahrscheinlichkeit des elektri 
schen Dipoliibergangs an, und die ubrigen sind die Wahrscheinlichkeiten de} 
verschiedenen Multipoliiberginge. Wenn die elektrische Dipolstrahlung unq 
Multipolstrahlung gleichzeitig méglich sind (wobei sie beide spontan sind un¢ 
nichtwidersprechende Auswahlregeln haben), so kann man praktisch keinj 
Multipollinien beobachten. Das grBte Interesse beanspruchen daher verbotenj 
Linien, die bei Ubergangen von metastabilen Niveaus aus entstehen. Der Ube | 


aus [19].) In diesem Fall verbleiben im Nenner der Formel (1,9) nur B und | 
(alle A, zusammen werden von der GréBenordnung 10? sec“? oder weniger), uni 
sie nimmt die Form 


I N' hvAjy 
“BE O 

an, wo A;, die Wahrscheinlichkeit eines der Multipoliibergange ist. 
Der Wert von B hangt von der Anzahl der St6Be 1. und 2. Art ab, die dé 
metastabile Atom mit den iuibrigen Atomen und Elektronen erfahrt. Nach d 
kinetischen Gastheorie erfahrt das Atom in Luft unter normalen Umstanden 
der Sekunde 10 StéBe aller Art (sowohl elastische als auch unelastische). Bg 
kleinen Drucken nimmt die Anzahl dieser Sté8e proportional dem Druck a} 
Bei dem niedrigsten Druck (~ 10-? Torr), bei dem noch ein Leuchten in Enj 
ladungsrohren méglich ist, nimmt die Anzahl der Sté8e bis auf 10* ab. In diese} 
Falle ist die Wabrscheinlichkeit von StéBen 1. und 2. Art in der Zeiteinhel 
klein und viel kleiner als Eins. 
Auf die StoBe 1. und 2. Art wollen wir etwas naher eingehen, da sie hau 
dazu verwendet werden, um Atome in metastabilen Zustanden zu erhalten 
Folgende qualitative GesetzmaBigkeiten tiber diese StoBe wollen wir herva| 


wenn die kinetische Energie des Elektrons etwas gré8er ist als die Anregung| 
energie des Atoms. StéBe 2. Art finden dagegen haufiger bei kleinen Geschw 
digkeiten des Elektrons statt. Die Wahrscheinlichkeit von Stéfen 1. und 2. 
zwischen einem Atom und einem anderen Atom oder Ion ist gering, wenn sij 
die Anregungsenergie und die Geschwindigkeit des zweiten Atoms oder Io 
wenig von der Energie und der Geschwindigkeit des ersten Atoms unterscheide 
Sie wird merklich bei Relativgeschwindigkeiten der zusammenstoSenden Te 
chen, die nach ihrer Gré8e mit der Geschwindigkeit vergleichbar sind, die ! 
freies Elektron bei dem Anregungspotential hat, und wachst mit weiterer Z 
nahme dieser Geschwindigkeiten [20]. ee S muh? 


Rae » 
1) Das Problem der ZusammenstéBe verschiedener Teilchen ist am ‘ausfiihrlichsten | 
handelt in der vor kurzem erschienenen Monographie von Massey und BuRuHopP [79]. |} 
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Die Wahrscheinlichkeit von St6Ben 1. und 2. Art, bei denen sich die Anregungs- 
energie des einen Atoms in Energie der Relativbewegung der zusammenstoBen- 
den Teilchen verwandelt und umgekehrt, ist gewohnlich gering, sie kann aber 
in solchen Fallen betrachtlich werden, wo das eine der zusammenstoBenden 
Atome im Vergleich zum anderen eine geringe Anregungsenergie besitzt oder 
wo es bei dem Zusammensto8 nur einen geringen Teil dieser Energie verlieren 
(oder erhalten) kann. (Letzteres findet statt, wenn das Atom einander geniigend 
nahe liegende angeregte Niveaus besitzt.) Als Beispiele kénnen die Ubergange 
von Thalliumatomen aus dem Grundzustand 62P,)2 in den metastabilen Zu- 
stand 6?P3)2 bei StoBen 1. Art mit Argonatomen) in einer Entladung, bei kon- 
stanter Temperatur) angefiihrt werden [21] sowie Ubergange von Quecksilber- 
atomen aus dem angeregten nichtmetastabilen Zustand 6°P, in den metastabilen 
Zustand 6°P, bei StdBen 2. Art mit Argon- oder Stickstoffatomen [19]. Sehr 
wichtig sind die StéBe 2. Art zwischen zwei Atomen, wenn das eine von ihnen 
vom anderen auf Kosten seiner Anregungsenergie angeregt wird. Solche Zu- 
sammenst68e sind dann am wahrscheinlichsten, wenn die Anregungsenergien 
der beiden Atome miteinander vergleichbar sind. (Ein geringer Unterschied 
zwischen diesen Energien wird auf Kosten ihrer relativen kinetischen Energie 
erganzt!). So werden z. B. bei Zusammenst6Ben von Quecksilberatomen, die bis 
zum Niveau 6°P, angeregt sind, mit Natriumatomen diese Na-Atome bis auf 
Zustande angeregt, deren Energie der Energie des Zustandes 6P, nahe liegt [19]. 
Wenn es keine derartigen Niveaus gibt, nimmt die Wahrscheinlichkeit der Zu- 
sammenst6Be vom betrachteten Typ schnell ab. Besonders wirksam sind bei 
solchen ZusammenstéBen Molekiille, da sie eine groBe Auswahl von Energie- 
miveaus aufweisen, unter denen sich sehr wahrscheinlich Niveaus mit einer 
Energie befinden, die der Energie der angeregten Atome nahekommt. AuBerdem 
zu bemerken, daB bei StoBen 2. Art zwischen zwei Atomen der resultierende 
pin eine wichtige Rolle spielt. Am wahrscheinlichsten sind namlich die StoBe 
. Art, bei denen sich der resultierende Spin der zusammenstoBenden Atome 
aicht andert [22]. 

\Die quantitative Untersuchung der StoBe 1. und 2. Art ist mit groBen experi- 
inentellen Schwierigkeiten verkniipft und eigentlich erst in den letzten Jahren 
Angriff genommen worden. Hier ist auf die Arbeiten der sowjetischen Phy- 
iker FRIS, ZAPESOCNYJ, BOGDANOVA u.a. hinzuweisen [21, 23—27]?). In 
liesen Arbeiten wurde hauptsachlich die Rolle der StoBe 1. Art zwischen Atomen 
ind Elektronen bei der Anregung von verbotenen Linien geklart, und zwar so- 
wohl durch Elektronenbiindel als auch in einem Gasentladungsplasma mit 
faxwell-Geschwindigkeitsverteilung der Elektronen. Zum erstenmal wurde der 
‘Zinflu8 von Kaskadeniibergangen auf die Besetzung der Atomniveaus genau 


4 
intersucht und eine quantitative Untersuchung von StéBen 2. Art zwischen an- 
feregten Quecksilberatomen und Natriumatomen durchgefihrt, die der sensi- 
lilisierten Fluoreszenz von Natriumdaimpfen zugrunde liegt, sowie andere 
vichtige Fragen behandelt. 

e Wahrscheinlichkeit B (vgl. 1,10) der St6Be sowohl 1. als auch 2. Art ist ge- 
fhnlich groB, verglichen mit der Wahrscheinlichkeit der Emission. Eine Linie, 
ie dem optischen Ubergang von einem metastabilen Zustand in einen niedri- 


Durch das Auftreten dieser Sté8e wird die Resonanz bei der sogenannten sensibilisierten 


Iuoreszenz erklart. 
‘Eine ausfiihrliche Bibliographie enthalt die Ubersichtsarbeit von Frr5 [23]. 


\* 
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geren Zustand entspricht, ist daher praktisch verboten. Um verbotene Linien 
der Atome irgendeines Elements zu erhalten, mu8 man daher die GréBe E 
moglichst klein machen. Zu diesem Zweck geht man gewodhnlich folgender? 
mafen vor: Die Atome des untersuchten Elements (zum Beispiel OI) werdem 
in einem Gemisch mit einem Edelgas oder irgendeinem anderen Gas, dessert 
Atome hohe Anregungsernergien besitzen, verglichen mit den Energien dieser 
metastabilen Atome, zu metastabilen Zustanden angeregt. (Die Energie des 
ersten matastabilen Zustands von OI ist z. B. gleich 5,3 eV, aber die Energie 
des ersten angeregten Zustands der Edelgasatome hat die GréBSenordnung 
von 10—20 eV.) Dann werden keine StdBe 2. Art zwischen den metastabiler| 
Atomen des untersuchten Gases und den Atomen der Beimischung stattl 
finden. Das Gas muB hierbei unter niedrigem Druck stehen — etwa von | 
Torr, aber nicht niedriger und nicht héher; denn bei hohen Driicken finder 
ZusammestéBe der Ol-Atome mit Sauerstoffmolekilen und bei niedrigen mij 
den GefaBwanden statt. Je hoher der Ionisationsgrad des untersuchten Gaseq 
ist, um so schwieriger ist die oben beschriebene Methode anzuwenden, da die Zahi 
der freien Elektronen mit geringen Geschwindigkeiten und folglich auch d 
Zahl der StdBe 2. Art mit zunehmender Ionisation wachst. 

Nun betrachten wir kurz die Frage, wie das Atom durch Lichtabsorption a 
dem metastabilen Zustand herauskommen kann. Die Wahrscheinlichkeit de 
Lichtabsorption durch das Atom wurde bei uns mit C bezeichnet. Sie ist be 
kanntlich proportional der Strahlungsdichte derjenigen Wellenlange, die de 
Atom, das sich in einem stabilen oder metastabilen Zustand befindet, absorbi¢ 
ren kann. 
Der betrachtliche Wert von C ist eine der wichtigsten Ursachen, die die En} 
stehung gentigend intensiver verbotener Linien in den Atmospharen vield 
Sterne verhindern. So ist die Strahlungsdichte in der Sonnenatmosphire z. ]] 
so groB, daB ein CalI-Atom 2 - 10* mal in der Sekunde durch Lichtabsorptiq 
aus seinem Normalzustand 4s?1S8 herauskommt [J]. Trotzdem gibt es aud 
dort solche hochionisierten Atome (die der ersten langen Periode des Periode4 
systems angehéren), fiir die C klein genug ist und die Bedingung fir die En 
stehung intensiver verbotener Linien zu erfiillen ist. Das erklart sich daravy 
daB der Ubergang hochionisierter Atome von metastabilen Niveaus und val 
Grundniveau aus auf das erste nichtmetastabile Niveau in das extreme Uity 
violett fallt und die Strahlungsdichte in der Atmosphare eines verhaltnisma&] 
so kiihlen Sterns, wie es die Sonne ist, in diesem Spektralgebiet gering ist. i} 
verbotenen Linien niedrigionisierter und neutraler Atome konnen nur dann ¢ 
hebliche Intensitat erreichen, wenn die Strahlungsdichte im sichtbaren Spel 
tralgebiet geniigend klein ist. Diese Bedingung (sowie ein kleiner Wert von | 
sind nur in gewissen Himmelskorpern erfillt, wie etwa den Gasnebeln, dj 
Novae in einem ziemlich spaéten Entwicklungsstadium, einigen alten Sternen nj 
ausgedehnten Atmospharen u. a. 
Im Zusammenhang mit der verschiedenen Grofe der Summe B +- C kann mj 
gewisse GesetzmaBigkeiten tiber die Intensitat verbotener Linien angebj 
Ein bestimmter metastabiler Zustand der Atome mége der Anfangszustal 
einiger verbotener Linien sein. Dann verhalten sich die Intensitaten diel 
Linien [wie aus Formel (1,10) zu ersehen ist] zueinander wie die Wahrsche 
lichkeiten der entsprechenden Ubergiinge. Ganz anders ist’ die Situation, we 
die Summe B + C so klein wird, daB B+ C <A, + Ay +%.. + Ai --. 
Formel (1,9) nimmt dann die Form an: : 
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fiir den einzig méglichen Ubergang oder fiir den Fall, wo 4;, > 4, + A, +... 
mA, + (A; — Ag) +..., gilt 


I= N'hy. (1,12) 


I= 


(1,11) 


Aus (1,12) folgt, da& die Intensitat der verbotenen Linien in dem zuletztge- 
annten Fall nur durch die Konzentration der metastabilen Atome bestimmt 
st. Daher hangt das Verhaltnis der Intensitaten der einzelnen Linien hier in 
rheblichem Ma8 von den statistischen Gewichten und den Anregungspoten- 
ialen der metastabilen Niveaus ab. 

Jon groBer Bedeutung fiir die Erforschung der Multipollinien war die Theorie 
les Zeeman-Effektes, die in den dreiBiger Jahren des 20. Jahrh. ausgearbeitet 
wurde [1, 5, 7]. Die Ergebnisse der theoretischen Untersuchungen iiber den 
infachen Zeeman-Effekt sind in Tab. I aufgefiihrt. Darin ist Am die Anderung 
ler magnetischen Quantenzahl, a der Winkel zwischen der Blickrichtung und 
ler Richtung des Magnetfeldes, 2 und o die Bezeichnung der linearen Polari- 
ation parallel und senkrecht zum Magnetfeld, re. z. pol. rechts zirkular polari- 
jert und li. z. pol. links zirkular polarisiert. Es ist zu bemerken, daB die Polari- 
jationseigenschaften der einzelnen Zeeman-Komponenten auch in der Theorie 
les anomalen Zeeman-Effekts unveradndert bleiben, nur ist die Komponente mit 
rorgegebenem Am nicht einfach, sondern mehrfach. 


| Tabelle I 
Elektrische Gesamte 
Elektrische Magnetische d " ent 
Dipol-Strahlung Dipol-Strahlung + joan ip em 


Strahlung 3. Klasse 
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Aus Tab. I ist ersichtlich, da8 der Langseffekt fiir alle betrachteten Multip¢ 
strahlungsklassen der gleiche ist, was von dem Quereffekt nicht zu sagen is 
Der Quereffekt ist so charakteristisch fiir jeden Typ der Multipolstrahlung, di 
man nach ihm die Zugehérigkeit der untersuchten Linie zu dieser oder jeni 
Klasse von Multipolen bestimmen kann. So fand man ganze Quadrupolseri¢ 
p* 1D—pt 1S, OI; s?S—d?D, Nal und KI sowie die magnetische Dipollinie v4 
Ppl,2P, — 48, 44618 A [28—31]. 
Die Theorie des Zeeman-Effekts ist auch in quantitativer Hinsicht ziemlié 
ausfiihrlich behandelt worden. Fir jede der Zeeman-Komponenten wurden q| 


Ubergangswahrscheinlichkeiten Ay”, in Abhangigkeitvon der Quantenzahl | 
berechnet. Diese Wahrscheinlichkeiten gehorchen, wie bei der elektrischen Dip« 
strahlung, zwei Summenregeln : 


DAR = LAP (1,1) 


a 


wo m =m+1,m+2,m-+3 (in Abhangigkeit von der Multipolstrahl | 


und 


a Ar me == Aye & Ay, 8 tracy, (1, 


wo Ay, und ae die Ubergangswahrscheinlichkeiten ohne auBeres Feld sin 
die nicht von m abhangen und die bekannte Beziehung | 


(2J + 1) Ay, = (2d'+ 1) Ay (1,4 
erfillen. | 
Es wurden die verschiedenen Falle von magnetischen Feldern behande: 
schwaches Magnetfeld (Zeeman-Effekt), mittleres und starkes Magneté 
(Paschen-Back-Effekt). Dabei stellte sich heraus, da8 in dem zweiten Fall 
einer bestimmten mittleren Feldstarke eine Verletzung der Auswahlregeln ej 
treten kann. So kénnen z. B. bei der Quadrupolstrahlung die verbotenen Ko 
ponenten mit JJ = +3 auftreten [32]. ] 
Es wurde auch eine Theorie der Multipolstrahlung von Atomen aufgestellt, ¢ 
sich in 4uBeren Feldern von verschiedener Symmetrie befinden. Diese Theo 
spielte eine groBe Rolle bei den Untersuchungen der Spektren von Ionen g 
Seltenen Erden in Kristallen und Lésungen. Sowohl die genannte Theorie ; 
auch ihre Anwendung werden von EL’JASEVIC in seiner Monographie eingehe: 
behandelt, die den Spektren der Seltenen Erden gewidmet ist [33]. In der Mon 
graphie wird nachgewiesen, daB® die Multipolstrahlung charakteristisch ist 
alle dreifach geladenen Ionen der Seltenen Erden in Kristallen, die Elektrone| 
konfigurationen vom Typ 4f* haben, wo sich k von 1 fiir CelV bis zu k =| 
fiir YbIV andert. Bei Ubergingen zwischen den einzelnen Niveaus, die dies! 
Konfigurationen angehéren, kénnen nicht nur magnetische Dipol- und ole 
trische Quadrupollinien emittiert werden, sondern auch elektrische Dipollin 
von erzwungenem Charakter. Wir wollen auf die ersten beiden Typen eingeh 
Da die Wechselwirkung der Ionen mit dem Feld des Kristallgitters nur ger 
ist, bleiben die Auswahlregeln fiir die elektrische Quadrupol- und die magne 
sche Dipolstrahlung, die zu den Quantenzahlen J und. ZL gehéren, annaher} 
die gleichen wie fiir freie Atome. Etwas anders verhalt es stch mit den Auswai 
regeln fiir die Quantenzahl m. Sie sind nur dann streng erfillt, wenn das Syst¢ 


Verbotene Linien in Atomspektren 597 


der Atome eine zylindrische Symmetrieachse hat, d.h. eine ausgezeichnete 
Achse unendlich groBer Zahligkeit. Ist wie bei Kristallen eine Drehachse n-ter 
Zahligkeit vorhanden, so bleiben die Auswahlregeln fiir die Quantenzahl m 
zwar giiltig, sie sind aber schon spezielle Falle von allgemeineren Auswahl- 
regeln, genauer ausgedriickt: Sie verwandeln sich in dieselben Auswahlregeln 
fir die sogenannte Kristallquantenzahl y, d. h. in 


Au =0, +1 (1,16) 
fiir die magnetische Dipolstrahlung und in 
Au =0, +1, +2 (1,17) 


fiir die elektrische Quadrupolstrahlung. Dabei ist die Quantenzahl m mit B 
‘durch die Beziehung 


m="u+tkn (1,18) 


verkniipft, wo k eine beliebige ganze Zahl ist [33]. 

Infolge des Vorhandenseins von ausgezeichneten Achsen bei den Kristallen 
‘mu8 die Multipolstrahlung von Ionen der Seltenen Erden auBerdem bestimmte 
Polarisationseigenschaften aufweisen, die fir diesen oder jenen Multipol und 
fiir diese oder jene Symmetrieachse charakteristisch sind [33]. 

Es wurde auch die GréSenordnung der Wahrscheinlichkeiten sowohl von magne- 
tischen als auch von Quadrupoliibergangen fiir Ionen der Seltenen Erden in 
Kristallen abgeschaétzt, und zwar nach den Formeln (1,1)—(1,2) unter Be- 
tucksichtigung der Niveau-Aufspaltung der Ionen in den Feldern des Kristall- 
gitters und der Storungen, die die Felder an den Wellenfunktionen der lonen 
verursachen. Nach EL’JASEVIC [33] sind die maximalen theoretischen Werte 
dieser Wahrscheinlichkeiten gleich 


i A, = 2-10? sec} (1,19) 
bzw. 
A -=.0,0'seG.- (1,20) 


‘Die Frage nach der Polarisation der Strahlung der betrachteten Ionen in 
Kristallen wurden theoretisch von HELLWEGE untersucht [34, 35]. Seiner 
‘Theorie liegt die Annahme zugrunde, da die Multipolachsen der Ionen in einer 
bestimmten festgelegten Richtung relativ zum Kristallgitter orientiert sind. 
‘Hiervon ausgehend, werden theoretisch mégliche Ergebnisse experimenteller 
Untersuchungen iiber die Abhangigkeit der Intensitat verschiedener Multipol- 
linien von der Richtung der Ausstrahlung vorhergesagt (unter Beriicksichti- 
gung ihrer Aufspaltung im Ionenfeld der Kristalle). HELLWEGE untersucht 
auch eingehend, ob es moglich ist, die festgelegte Richtung der elektrischen und 
magnetischen Momente der Ionen in den Kristallen auf Grund der experimen- 
tellen Ergebnisse fiir die verschiedenen Kristallsysteme zu ermitteln. Er wies 
‘nach, daB diese Méglichkeit besteht, wenn folgende Bedingungen gleichzeitig 
‘erfiillt sind: 

J 


1. Alle Multipolmomente eines Typs miissen parallel zu irgendeiner ausgezeich- 
neten kristallographischen Richtung sein. 


2. Diese Richtung mu8 mit einer der Achsen der Indikatrix tibereinstimmen. 
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Es zeigte sich, daB die erste der beiden genannten Bedingungen nur fir das 
kubische und die zweite nur fir das trikline Kristallsystem nicht erfillt ist. Die 
Tatsache, daB die verschiedenen Typen der Multipolstrahlung verschiedeneé 
Richtungseigenschaften aufweisen, liegt auch der Interferenzmethode zur Un- 
tersuchung der Multipolstrahlung zugrunde. Die Interferenzmethode wurde vong 
VAVILOV ausgearbeitet [36 —37]. VAVILOV wies nach, da der Charakter dem 
Fresnel-Interferenz fiir den Fall divergenter interferierender Strahlen hinsicht- 
lich der Intensitaétsverteilung und der Polarisation stark von der Natur desi 
elementaren Strahlers abhangt, d. h. davon, ob dieser Strahler ein elektrische i 
oder magnetischer Dipol ist oder ein elektrischer Quadrupol. So ist z. B. die 
Abhangigkeit der Sichtbarkeit der Interferenzstreifen von dem Winkel p zwischers 
den interferierenden Strahlen fiir elektrische Dipol- bzw. Quadrupolstrahlung 
verschieden, und zwar ist [37] | 


1 cos 
Va = ree ae 


1 + cosy 
2 


(1,21) 


Vz = — sin’, 


wo V = (I+%)'(J—i) und I bzw. i das Maximum bzw. Minimum der Intensitat im 
Interferenzfeld ist. Bei der magnetischen Dipolstrahlung findet im Vergleich zu3 
elektrischen Dipolstrahlung eine Verschiebung des Interferenzbildes um einer 
Streifen statt. 

Die Erfahrung bestatigte die oben genannten theoretischen Satze. Die experi 
mentellen Ergebnisse, die ZAJ DEL und LARIONOV, HOOGSCHAGEN, SEVCENKG 
und andere Physiker [38—47]+) bei der Beobachtung der eng liegenden Linie 
in den Spektren dreifach geladener Ionen von Lanthaniden in Kristallen unq 
Lésungen erhielten, sprechen dafiir, daB die eng liegenden Linien wirklich dure 
verbotene Ubergange zwischen Niveaus der f-Schale verursacht werden. Di 
Untersuchungsergebnisse iiber die Polarisation und die Wahrscheinlichkeite} 
dieser Uberginge stehen im Einklang mit den theoretischen Vorhersagen und 
zeigen, da® der eine Teil der Uberginge der magnetischen Dipolstrahlung a 
gehort und ein zweiter der erzwungenen elektrischen Dipolstrahlung. Es ist z 
erwahnen, da&8 FREED und WEISSMAN [47] in einer ihrer Arbeiten tiber dij 
Spektren von Salzlésungen des EulV zur Bestimmung des Strahlungscharak 
ters mit Erfolg die Interferenzmethode von VAVILOV verwendet haben. © 
Anfang der vierziger Jahre wurde sowohl die Theorie der Hyperfeinstruktur a 
auch die Theorie des Zeeman-Effekts der Hyperfeinstrukturlinien der Multipo 
strahlung 2. Klasse aufgestellt. Es wurde festgestellt [48], daB das Intensitats 
verhaltnis der Komponenten der Hyperfeinstrukturlinien, die der magnetisches 
Dipolstrahlung angehéren, den Regeln gehorcht, die auf Grund der gew6h i 
lichen Theorie der Hyperfeinstruktur ftir elektrische Dipollinien abgeleite 
worden waren [49]. Die relativen Intensitaéten der Hyperfeinstrukturkomp¢ 
nenten der elektrischen Quadrupollinien ergeben sich aus den Formeln, die z 
erst RUBINOWICZ [50] fiir die Intensitéten der Komponenten der Feinstruktui 
multipletts dadurch abgeleitet hatte, daB er an Stelle von J, L und S die Qua 
tenzahlen F, J und J einsetzte. (F = J + I, wo I der-Kernspin ist.) Die Aui 

“% 


} 


Sheree Staaten SRY 4 
1) Kine ausfiihrliche Bibliographie findet sich in diesem Buch von Ev’yaSEvi¢-[33]. 
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twahlregeln fiir die Quantenzahl F' bleiben wie fir die Zahl J, d.h. 

AF = 0, +1,42,.:..5 +4; F, + PF, > hk; (1,22) 
AM =0, +1, +2,.°.,+4(M = —P, —F +1,...,F—1,F) (1,23) 


[fir die 2*-Pol-Strahlung. 

Die Ergebnisse der Theorie spielten in dem betrachteten Falle auch eine wichtige 
Rolle beim Bestimmen der Zugehérigkeit der untersuchten verbotenen Linien 
{zu dieser oder jener Sorte von Multipolen. So wurde z. B. der elektrische Qua- 
| drupolcharakter der Linien / 5313 A festgestellt, der Magnetdipolcharakter der 
‘Linie 2 4618 A bestatigt sowie der gemischte Charakter der Linie 2 7330 A im 
Bleispektrum und der Quatrupolcharakter der Linie A 2815 A (2D), — 2S ,) 
von HglII [51—54]. Die Theorie der Hyperfeinstruktur wurde auch an den 
Multipollinien von Bil, Sb und AsI nachgepriift [55, 56]. 


2. Die Multipolstrahlung von Atomen 


| Wir kommen nun zu einer ausfiihrlichen Behandlung der Multipolstrahlungen 
verschiedener Typen. Zuerst betrachten wir die elektrische Quadrupolstrahlung. 

Wir wollen hier nicht auf die GesetzmaBigkeiten dieser Strahlung eingehen, die 
in dem vorhergehenden, den allgemeinen Eigenschaften der Multipole gewid- 

'meten Paragraphen behandelt wurden, sondern werden uns hauptsachlich mit 
der Multiplettstruktur der Quadrupollinien beschaftigen. Das Intensitats- 
'verhaltnis der Komponenten eines Quadrupolmultipletts ist bekanntlich gleich 
' dem Verhiltnis der entsprechenden Ubergangswabrscheinlichkeiten. Die zu- 


letzt genannten relativen Wahrscheinlichkeiten Ay”, wurden fir den Fall 
der Russel-Saunders-Kopplung und fiir Terme gleicher Multiplizitat be- 
_rechnet. Sie sind Funktionen der Quantenzahlen J, LZ und S. Als Beispiel geben 
_ wir zwei entsprechende Formeln aus dem Buch von CONDON und SHORTLEY [4] 
an: 

QS PT Ley PAPO) 


ApH’, 5-2 = TET Oe 1) Bi (2,1) 
got, _ PUFN PU +200 QUT +1) Be 
E+? (F +1) (F + 2) (27 + 3) 
‘ 
| H = —e > 1/4 > [(aSL|2z,| a SL) (a SL | y;| & SL — 1) + 
bs u (0 ee 
: + (aSL|x;| a SL — 1)(a"SL —1|y|a’ SL — 1)], (2,3) 
; P(J) =(J + L)\(J +L + 1) —S8(8 +1), 


| 
y 
: QJ) = S(S +1) —(J — LJ —L +1). (2,4) 


‘Der Ausdruck fiir G ist analog zu H (vgl. [4)). 
; “Zahi der méglichen Uberginge L > L’ = L,L +1, 242 undJ—>J’=J, 
t J+i,J + 2. Es ist leicht zu erkennen, da8 die angefiihrten Formeln die Bus 


peel J, +J,> 2 erfiillen. Die Ubergangswahrscheinlichkeiten Ag iy 


| 
i 
" 
: 
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gehorchen folgenden Summenregeln 


yA Dh ALs (2,5 
Se 


Dd gv Ai,y = 9AL, (2,63 
uv’ 


wo A;’, und A7, nicht von J abhangen; J’ =J,J4+1, +2; g, =2J + | 
ist das statistische Gewicht des Unterniveaus mit dem betreffenden J. Die Re 
geln (2,5) und (2,6) sind sowohl den Formeln (1,13)—(1,15) als auch den be} 
kannten Regeln von ORNSTEIN, BURGER und DorGELo fir die elektrischy 
Dipolstrahlung analog. Die Formeln (2,1) —(2,5) sind im allgemeinen fiir Inten 
kombinationsiiberginge sowie fir Multipletts, die durch duBere Felder ex 
zwungen werden, nicht verwendbar. Die Berechnungen ergaben [57], daB di 
Abweichungen von den Beziehungen (2,1)—(2,5) in den zuletzt genannte}| 
Fallen um so geringfiigiger sind, je geringer die Multiplettaufspaltung und jj 
groBer die’ Quantenzahl L ist. Die Formeln (2,1)—(2,5) wurden experimentel} 
an den Quadrupolmultipletts 2S —?D der Alkalimetalle bestatigt [58] sowie a1 


3d° 4s °D — 3d54s26S, 3d74F — 3d%4s4S Fell | 


im Spektrum des Sterns 7-Carinae [59], obwohl das zuletzt genannte Multiplett 
nicht vollstandig aufgelést wurde. Wir wollen etwas naher auf das erste diesed 
Multipletts eingehen. Dieses Multiplett, genauer das Quadrupoldublett 1 2S. 7 
3*D.,,+/,") (4464217 AKI; 45165,35 A RbI; 2 6894,7 A CsI2)) wurde 1924 
von PROKOFJEW [58] mit Hilfe der anomalen Dispersion untersucht. Dabe 
wurde die ,,Haken‘‘methode von ROZDESTVENSKIJ verwendet. PROKOFJEV 
zeigte nicht nur, daf das Intensitatsverhaltnis der Dublettkomponenten gleic! 
(2J + 1)/(2J’ +1) = 2/8 ist, sondern bestatigte auch zum erstenmal experimente: 
da8 das Verhaltnis der Wahrscheinlichkeiten der elektrischen Quadrupoliiber 
gange und der entsprechenden (1. h. annadhernd an der gleichen Stelle in de: 
Spektralserien liegenden) elektrischen Dipoliiberginge die GroBenordnung 10 
hat, wie dies nach der Theorie auch sein muB. So ist z. B. fir das RbI theoretisc: 
berechnete Verhaltnis Aig : Pes wo A e die Wahrscheinlichkeit des elektr 
schen Dipoltibergangs fiir die erste Linie der erlaubten Serie 1 *Sy, Ba 
ist, gleich 2,9 - 10-°, und das experimentell gefundene gleich 2,7 - 10-8 [58,5]. || 
Etwas spater stellte BLATON [60—62] eine Theorie der anomalen Dispersio) 
fiir die elektrische Quadrupolstrahlung auf. Durch die Untersuchungen erga 
sich, dafi der Wert N — 1 (N ist der Brechungskoeffizient) in der Umgebun 
der Quadrupolabsorptionslinie 4mal gré8er ist als in der Umgebung einer Dipo 
linis, die dieselbe Ubergangswahrscheinlichkeit und Frequenz hat. i} 
Elektrische Quadrupollinien wurden auch in Réntgenspektren aufgefunder 
Dazu gehéren z. B. die Linien K —Myy in den Spektren der Elemente mit def 
Ordnungszahl Z = 20—50, 56—58, 73—79, 82, 90, die Linien K—WNyjy, y in del 
Spektren mit Z = 39—50, 56, 57, 73—74, 77—79, die Linien Inn,—Nyr, vir i 
den Spektren der Elemente mit Z = 72—82, 90, 92 und andere [63]. i} 
Theoretisch und experimentell [5, 58] wurde auch untersucht, wie die Intensiti 
elektrischer Quadrupollinien, die eine bestimmte Spektrallinie bilden, von de 


Bele ‘ 
1) Die Zahlen 1, 3, 2 werden rein formal (zur Numerierung der Terme) eingefuhrt. 
*) Hier werden nur die ersten Linien der betrachteten Dubletts angefiihrt. : 
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dauptquantenzahl n abhangt. Das Verhalten dieser Linien in dieser Beziehung 
st vollig verschisden von dem Verhalten der Linien der erzwungenen Strahlung, 
lie haufig den gleichen Auswahlregeln gehorchen wie sie. Wahrend die Intensitit 
ler Quadrupollinien mit wachsendem n schnell abnimmt, nimmt die Intensitat 
ler erzwungenen Linien zuerst bis zu einem gewissen zu und danach erst ab. 
Diese GesetzmaBigkeit im Verhalten der Quadrupollinien und der erzwungenen 
Linien wird im Experiment haufig verwendet, um beide voneinander zu unter- 
icheiden. 

Von anderen GesetzmaBigkeiten der elektrischen Quadrupolstrahlung ist noch 
lie geringe Breite der Quadrupollinien im Vergleich zu den Dipollinien hervor- 
suheben (infolge der groBen Lebensdauer At der metastabilen Atome und der 
Bezichung AE At > h/2x, wo AE die Breite des Niveaus ist) und die Abhangig- 
seit der Intensitaét von der Richtung der Strahlung, die anders ist als fiir die 
Dipolstrahlung. So fallt z. B. das Maximum dieser Intensitét auf den Winkel 
1 = 45° und nicht auf a = 90° (a ist der Winkel zwischen der Richtung der 
Strahlung und der Multipolachse), wie es bei der Dipolstrahlung der Fall ist. 
Wir kommen nun zur Behandlung der magnetischen Dipolstrahlung. Die Theo- 
‘ien der magnetischen und der elektrischen Dipolstrahlung weisen weitgehende 
Analogien auf sowohl im klassischen als auch im Quantengebiet. Zum Beispiel 
‘geben sich die Formeln fiir die Feldstarke des elektrischen und des magne- 
lischen Feldes eines magnetischen Dipols (sowie fiir die Intensitat) aus den ent- 
sprechenden Formeln fiir die elektrische Dipolstrahlung durch die Substitution 
2 — H, H + —E und D > M, wo D und M das elektrische und das magne- 
ische Dipolmoment sind. Die Formeln fiir die relativen Intensitaéten der Kom- 
onenten sowohl fiir das gewohnliche Multiplett als auch fiir das Hyperfein- 
strukturmultiplett sind fiir die beiden oben genannten Strahlungen die gleichen. 
s besteht auch eine Analogie zwischen ihren Zeeman-Effekten. Wie aus Tab. I 
rsichtlich ist, ergeben sich die Daten tiber die Polarisationseigenschaften der 
agnetischen Dipollinien aus den entsprechenden Daten fiir die elektrischen 
Dipollinien durch den Austausch 7 > o undo > 2. 

Das wichtigste Unterscheidungsmerkmal der magnetischen Dipolstrahlung ist 
lie Tatsache, da8B ihre Entstehung mit dem Vorhandensein des Elektronen- 
jpins zusammenhangt und mit der Giltigkeit verschiedener gyromagnetischer 
Bezichungen fiir das magnetische Bahnmoment und das magnetische Eigen- 
noment des Elektrons. Wenn der Spin nicht vorhanden ware oder wenn die oben 
mwahnten gyromagnetischen Beziehungen die glzichen waren, so wiirde das 
magnetische Moment des Atoms proportional dem Gesamtdrehimpuls und zu- 
sleich ein Integral der Bewegungsgleichungen sein. Seine Komponenten wiirden 
der Quantentheorie durch Diagonalmatrizen ausgedriickt und bei Ubergingen 
fleich Null werden. 


Alle magnetischen Dipollinien kann man in drei Gruppen einteilen: 


|. ,,reine“ Linien, d.h. Linien, die den Auswahlregeln fiir die Russel-Saun- 
lers-Kopplung gehorchen (unbedingt unter Einschlu8 der Regel J, + J, = 1); 
lenn nur in diesem Falle kénnen sie nicht gleichzeitig der elektrischen Quadru- 
dolstrahlung angehoren) ; 


>, Interkombinationslinien und 


}. ,,praktisch‘‘ magnetische Dipollinien, d. h. Linien, die gleichzeitig der magne- 
ischen Dipolstrahlung und der elektrischen Quadrupolstrahlung angehoren, 
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aber mit einem gréBeren Prozentgehalt der ersten als der zweiten. (Uber die 
Linien werden wir spater noch sprechen.) | 
Von den ersten beiden Gruppen ist die zweite eingehender erforscht worden. 3 
ihr gehéren magnetische Dipollinien, von denen wir einen Teil oben schon é 
wahnt haben, sowie eine Reihe anderer Linien, die hauptsachlich in den Spektr: 
von Himmelskérpern entdeckt wurden. Weil sie durch eine Stérung entstehe 
sind sie alle durch geringe Ubergangswahrscheinlichkeiten charakterisie 
(selbst im Vergleich zu den Wahrscheinlichkeiten ,,reiner“ elektrischer Quad 
polibergange). So ist z. B. [2] die Wahrscheinlichkeit des magnetischen Dipe 
Interkombinationsiibergangs 1S, > °P, von OI gleich 9-10-? sec"! und G| 
des elektrischen Quadrupoliibergangs 18, >1D, von OI gleich 2 sec7}. 
wachsender Ordnungszahl nehmen die Wahrscheinlichkeiten der Interkoml| 
nationsiibergange zu. (Inshi 
sondere hat der genann| 
Ubergang 18, — 3P, fir B} 
schon eine Wahrscheinlichke 
von 50 sec"1.) 
Linien der ersten Grup) 
konnten nach MRozowskI {I 
mit den gewohnlichen spe 
troskopischen Methoden 


jetzt noch nicht aufgefund: 
Bild 1: Verlauf eines Atomstrahls bei der magnetischen Resonanz- werden Ly Sie entstehen iibe 
methode D-Ofen, H-Spalt, G-Schirm, A, B, C-Elektro- A bei Ub | 
magnete (H4 und Hg und die Ablenkmagnetfelder, Hg wiegen em ergay 


ist das konstante Magnetfeld) F— hI’—Feld hw. zwischen Komponenten 

wohl der Feinstruktur ¢ 

auch der Hyperfeinstruktur ein und desselben Terms. Am sorgfaltigste 
untersucht wurden Ubergange zwischen Hyperfeinstrukturniveaus, 
dem Grundzustand der Alkalimetallatome angehéren. Diese Niveaus si 
durch die magnetische Wechselwirkung zwischen dem Kern, der ein 
von Null verschiedenen Spin besitzt, und den auGeren Elektronen beding 
Da der Grundzustand durch J = 1/2 gekennzeichnet ist, sind die Niveaus dur 
die Quantenzahlen F = J — 1/2und F = J + 1/2 bestimmt, wo J der Kerns ¢ 
ist. Die untersuchten Ubergange sind durch die Auswahlregel AF = +1 
stimmt. Als die wirksamste Methode zur Untersuchung dieser Ubergange ¢ 
wies sich die Methode der magnetischen Resonanz. Die Wirksamkeit dies} 
Methode beruht auf folgenden Umstanden [64—66]. | 
Die Hyperfeinstrukturniveaus unterscheiden sich bekanntlich nur sehr we | 
voneinander, und daher sind die ihnen entsprechenden Differenzen der Bolj 
schen Frequenzen auBerst klein — etwa 1,5 - 108 bis 1,2 - 10° sec“, d.h., ¢ 
fallen in das Gebiet der Radiofrequenzen. Infolge der niedrigen Frequenzen jj 
die Lebensdauer des angeregten Hyperfeinstrukturniveaus sehr groB, ull 
die Intensitét der entsprechenden spontanen magnetischen Dipollinii 
ist so schwach, da ihre direkte Beobachtung fast unmoglich ist. Will mi 
diese Linien verstirken, so muB8 man die Lebensdauer etwa bis auf 16 
sec herabsetzen [66]. Diese Méglichkeit wird nun in einem Radiofrequen| 
Spektrograph geschaffen, wenn ein Biindel angeregter Atome <durch sie hil 


iy} A G 8 G 


Qe e ay 
1) Mit Ausnahme der Linien, die dem Ubergang SP, — §P, entsprechen “und im Spektr 
der Sonnenkorona beobachtet wurden. i 


, 
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durchfliegt. In der genannten Anlage (vgl. Bild 1) wirken bekanntlich vier 
Magnetfelder: zwei ablenkende H, und Hz, ein konstantes Hy und ein oszil- 
lierendes H,, das in groBen Ziigen folgende Aufgabe hat. Das oszillierende 
Magnetfeld H., wirkt auf die angeregten Atome und fihrt bei entsprechender 
equenz und Starke zur Entstehung geniigend intensiver erzwungener magne- 
ischer Dipollinien, die man sowohl in Absorption als auch in Emission beobach-: 
n kann. Die Anwesenheit des konstanten Feldes verursacht den Zeeman- 
Effekt fiir diese Linien. Die Emission oder Absorption jeder der Zeeman-Kom- 
onenten begleitet eine Anderung des effektiven magnetischen Moments des 
Atoms, und diese Anderung wird durch die ablenkenden Felder H, und H B 
nachgewiesen. Es ist zu bemerken, da die GroBe dieser Anderung in erheblichem 
MaBe von dem Feld Hy abhangt. Wie die Untersuchungen ergaben [66], ist die 
oben erwahnte Anderung bei schwachen Feldern Ho viel gréBer als bei starken}), 
obwohl sich die Zeeman-Aufspaltung umgekehrt verhalt. Fir die Auflésung 
der betrachteten Linien werden daher gewohnlich schwache Magnetf2lder Ho 
(von einigen hundert Gau8) verwendet. Aus der Zeeman-Aufspaltung findet 
man dann die Frequenzen A», die den magnetischen Dipoliibergangen zwischen 
den Hyperfeinstrukturniveaus des Grundzustands des Atoms entsprechen. 
Als Beispiel geben wir die Daten eines Experiments an, das nach der oben be- 
schriebenen Methode mit Lithium durchgefiihrt wurde. Verwendet wurden H,- 
Felder von 0,25 bis 1,5 Gau8 fiir Li®-Atome bzw. 0,15 und 3500 GauB fir Li’- 
Atome. Im zuletzt genannten Fall wurden nur die Zeeman-Komponenten 
untersucht, die den Auswahlregeln AF = 0, AM = +1 entsprechen, wo M die 
magnetische Quantenzahl ist. Die MeBergebnisse fiir 1y stimmen fir die ver- 
schiedenen Felder miteinander tiberein und waren gleich (228,28 + 0,01) - 108 
sec"! fir Li® bzw. (803,54 + 0,04) - 10° sec fir Li’. Auf Grund der gemessenen 
Ay fand man das Verhaltnis der magnetischen Momente fiir die beiden Isotope; 
es stimmte mit dem Ergebnis tiberein, das man mit Hilfe der Kernresonanz- 
kurven erhalten hatte [65—68]. 
Die Ergebnisse der Messungen von A» fir die tibrigen Alkalimetalle (und auBer- 
dem fiir Indium) sind in Tab. II aufgefiihrt. In der dritten Spalte ist Ay in 
Wellenzahlen angegeben. Der Me8fehler ist — wie aus der Tabelle zu ersehen 
ist — ziemlich klein, etwa 0,01% [66]. 


Tabelle II 


Ay (in em) 


1771,75 + 0,01 0,059102 
Kee 461,75 + 0,02 0,015403 
K? 1285,7 + 0,01 0,042887 
Kee 254,02 + 0,02 0,008474 
Rb® 3035,7 + 0,2 0,10127 
Rb®? 6834,1 + 1,0 0,22797 
Jnus 11387,0 +4 0,3799 
ont 114139,0 +3 0,3807 
git? 9192,6 + 0,5 0,30665 


) Wenn nur das effektive magnetische Moment beim Ubergang sein Vorzeichen nicht 
indert. 
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Mit sehr groBer Genauigkeit wurde Ay fiir Wasserstoff und Deuterium gemesse! 
das ist aus folgenden Daten zu ersehen [69]: 


Av (HI) = (1420,40573 + 0,00005) 10° sec", (2, 
Av(DI) = 327,384302 + 0,000030) 10° sec-. (2, 


Die Linien mit den Frequenzen (2,7) und (2,8) wurden im Radiospektrum d] 
interstellaren Gases aufgefunden. | 
In der letzten Zeit wurde auch die Hyperfeinstruktur der angeregten Zustanq| 
der Wasserstoff- und Alkalimetall-Atome mit der Methode der magnetische 
Resonanz untersucht. Die Untersuchungsergebnisse werden dazu verwende 
die elektrischen Quadrupol-Kernmomente zu bestimmen [70—74]. | 
Eine grofe Zahl verbotener Linien (insbesondere auch die oben erwahnte| 
»praktisch“ magnetischen Dipollinien) gehéren gleichzeitig der elektrische 
Quadrupolstrahlung und der magnetischen Dipolstrahlung an, d. h., sie werde 
zu der sogenannten gemischten Strahlung gerechnet. Als Beispiele kénnen di 
Linien genannt werden, die folgenden Ubergangen entsprechen: 1D -—> 3 
*P, — 8P, fiir die Konfiguration p?; 2P + 2D, 2P + 4S und 2D —> 48 fiir die Kop 
figuration p* und andere. Ihr gemischter Charakter sowie der relative Beitra: 
den jede der Strahlungen 2. Klasse zur Intensitat einer beliebigen verbotene 
Linie liefert, die den Konfigurationen p?, p? und p* angehért, wurden in dé 
Arbeit [8] festgestellt. Die Wahrscheinlichkeiten der beiden Multipoliibergang 
2. Klasse werden in ihrer Abhangigkeit von dem bekannten (fiir die Atome d 
verschiedenen Elemente in Tabellenform angegebenen) Parameter x (s. obe 
und des unbekannten radialen Integrals (1,3) ausgedriickt. So sind z. B. di 
entsprechenden Linienstarken des Ubergangs !D, —> 8P, fiir kleine Abweichu 
gen von der Russell-Saunders-Kopplung gleich 


, 125 5 25 
1 3 = Loe: ES ny ieee en oe 
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wo s, das genannte radiale Integral ist. Aus (2,9) und (2,10) ist zu ersehen, dai 
man zur Bestimmung der relativen Wahrscheinlichkeiten von Multipoliibe? 
gangen das Integral s, kennen mu8. Dieses Integral ist sehr schwierig zu be 
rechnen, da die Verteilung der Elektronendichte im auBeren Teil eines Aton} 
nicht mit ausreichender Genauigkeit bekannt ist. PASTERNACK [16] fihrte n 
eine Abschatuzng dieses Integrals fiir leichte Atome aus und benutzte dab 
Naherungsmethoden zur Berechnung (Hartree-Fock-Felder, wasserstoff 
dhnliche Wellenfunktionen mit Abschirmungskonstanten). Genauer, besonde 
fiir schwere Atome, sind aber die auf halbempirische Weise gefundenen Wert 
von s,. Aus dem Intensititsverhaltnis zweier Linien, die ihren Anfang von ell 
und demselben angeregten Niveau nehmen, kann man zuerst das Verhaltnis da 
Wahrscheinlichkeiten fiir den magnetischen Dipoliibergang und den elektrisch il 
Quadrupoliibergang finden, und dann kann man, indem man dieses Verhaltn 
mit dem theoretischen Wert vergleicht, der sich mit Hilfe von Ausdriicken vor 
Typ (2,9) und (2,10) (fiir verschiedene Linien) ergibt, s, bestinumeh. Die Berec i 
nungen (sowie die oben genannten Bezichungen) kénnen nach demselben Ve 


Verbotene Linien in Atomspektren 605 


thren auch an anderen Linien nachgepriift werden, die ihren Anfang auch von 
in und demselben Niveau nehmen. 
las oben geschilderte Verfahren, s, zu bestimmen und es dann zu verwenden, 
m den Prozentgehalt der Seuiblang zu finden, wurde bis jetzt auf das Atom 
‘bI angewandt. Auf Grund der Messung des’ Intensitétsverhiltnisses der Linien 
4618 A, 18, — 8P, und 25313 A, So — 3P, des Bleiatoms und von Formeln 
om Typ (2, 1) —( (2, 8) ergab sich s? = 240 2]. Aus dem bekannten Wert von 
; und den Beziehungen (2,9)—(2,10) wurde dann theoretisch der Prozent- 
ehalt der elektrischen Quadrupolstrahlung in der gemischten Linie 4 7330 A, 
2 — °P,, PbI zu etwa 6% bestimmt. Die direkte Messung der Intensitaten 
er elektrischen Quadrupol- und der magnetischen Dipol-Zeeman-Komponen- 
en der Linie A 7330 A ergibt fiir den Prozentgehalt der elektrischen Quadrupol- 
trahlung den Wert 2,2%. Nach MRozowskI [2] ist das zweite Ergebnis zu- 
erlassiger, das erste aber zweifelhaft und macht eine Wiederholung der Experi- 
nente erforderlich. In der Arbeit [2] werden Beispiele verbotener Multipletts 
er Atome Tel, OI und Bil angegeben, die sich besonders gut fiir die Durch- 
ihrung von Versuchen zur Bestimmung von s, eignen. 
ds beste Methode zur Untersuchung der gemischten Multipolstrahlung erwies 
ich der Zeeman-Effekt. Die Theorie des Zeeman-Effekts der gemischten 
lultipollinien wurde in den Arbeiten [8, 48] aufgestellt. Das wichtigste Ergebnis 
ieser Theorie ist die Folgerung, dafi zwischen der elektrischen Quadrupol- 
trahlung und der magnetischen Dipolstrahlung ein Interferenzeffekt auftritt. 
Nie theor2tisch berechneten Intensitaéten der Zeeman-Komponenten, die den 
wuswahlregeln Am = +1 entsprechen, bestehen aus drei Teilen: Zwei von 
men entsprechen den Wahrscheinlichkeiten von reinen magnetischen Dipol- 
nd elektrischen Quadrupoliibergangen, der letzte ist das Resultat der Inter- 
wrenz der entsprechenden Strahlungen. Die Berechnung ergibt, daB sich das 
‘orhandensein dieser Interferenzglieder nicht auf die Gesamtwahrscheinlichkeit 
es Ubergangs zwischen zwei Niveaus auswirkt, sondern nur zu einer Anderung 
er Winkelverteilung der Strahlung fithrt. Auch die Abhangigkeit der Inter- 
*wrenzglieder von der prozentmaBigen Zusammensetzung der gemischten 
trahlung wurde festgestellt. Wenn z. B. das Intensitatsverhaltnis der Zeeman- 
-Komponenten fir das ,,reine‘‘ magnetische Dipoltriplett nach der Intensitats- 
agel gleich 6:3:1 ist, so wird das genannte Verh4ltnis bei Vorhandensein eines 
ewissen Prozentsatzes von elektrischer Quadrupolstrahlung im Quereffekt 
leich (6 — 2x):(3 + ~):(1 — x) und im Langseffekt (6 + 2x):(3 — x):(1 — 2), 
to x eine Interferenzkorrektion ist, die proportional der Quadratwurzel aus 
em Prozentgehalt an elektrischer Quadrupolstrahlung ist. Insbesondere ist fiir 
ie Linie 2 7330 A der Wert-von z gleich 0,6 [2]. 
Jer Interferenzeffekt wurde bisher nur in einem Falle festgestellt — bei der 
Jeobachtung des transversalen Zeeman-Effekts der gemischten Linie A 7330 A, 
D, — °P,, PbI [53]. Es wurden die Intensitaten der einzelnen z-Komponenten 
emessen und die MeBergebnisse mit den Werten fiir diese Intensitaten ver- 
lichen, die auf Grund der Arbeit [48] berechnet wurden. Die Beriicksichtigung 
er Interferenzkorrektionen sowie der Hyperfeinstruktur der Linie, die durch 
jie Anwesenheit des ungeraden, Isotops Pb?°? entsteht, erwies sich als sehr 
resentlich, wenn man eine gute Ubereinstimmung der theoretischen mit den 
xperimentellen Ergebnissen erzielen wollte. 
fon den iibrigen Untersuchungen der gemischten Multipolstrahlung 2. Klasse 
ag an die Feststellung des fast rein elektrischen Quadrupolcharakters des 
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Ubergangs 2D —> 4S, NI[75—76] und des fast rein magnetischen Dipolcha 1 
ters des Ubergangs *P — 48, NI [2] erinnert werden sowie an die Abschatzr 
der prozentmaBigen Zusammensetzung der Strahlungen in den bekann 
Nebellinien J 4959 A, 1D, > ®P, und 4 5007 A, 1D, > ®P, OIII [77]. Wegen | 
geringen Prozentgehalts an elektrischer Quadrupolstrahlung (0,1°%) kann mm 
die letzten praktisch als magnetische Dipollinien ansehen. Aber die proze 
maBige Zusammensetzung der Strahlungen ist noch lange nicht bei allen Lim 
vom betrachteten Typ bestimmt worden, und es bedarf noch vieler Arbeit || 
Lésung dieser Frage. | 
Am SchluB dieses Paragraphen wollen wir noch die Frage behandeln, wie mj 
die Multipolstrahlung 3. Klasse in den Atomspektren auffindet. Im optisct 
Gebiet wurden Linien dieser Strahlung bisher noch nicht beobachtet, ihre Fe 
stellung in Réntgenspektren gilt als zweifelhaft [78]. Die Beobachtung der n 
gnetischen Quadrupollinien und der elektrischen Oktupollinien ist schwiet 
Das hat folgende Ursache. | 
Wir erw&hnten schon, da8 die Wahrscheinlichkeiten der Multipoliibergaz} 
3. Klasse sehr gering sind, selbst im Vergleich zu den Multipoliibergang 
2. Klasse. Fiir 4 4580 A haben sie folgende Werte [78]: | 


Ay, = 10-4 sec-}, (2, 
Ay =A. 10-7 sec}, (2, 


Folglich ist das erforderliche Zeitintervall zwischen zwei aufeinanderfolgen¢ 
Stérungen des Atoms (z. B. zwischen verschiedenen ZusammenstéBen mit 
deren Atomen), damit das Atom seine Anregungsenergie durch Emission eii} 
Photons abgeben kann, gleich mehreren Stunden (4,,) oder sogar langer 
ein Monat (A’). AuBerdem ist hervorzuheben, daB die betrachteten Linien dj 
selben LAPORTEschen Regel gehorchen wie die elektrischen Dipollinien ¥ 
ebenso wie diese bei Ubergingen zwischen Zustanden entstehen, die zu W 
schiedenen Elektronenkonfigurationen gehéren. Wenn auch noch die ibri 
Auswahlregeln miteinander tibereinstimmen, so ist es im Falle | J—J ‘| 4 
durchaus méglich, daB beide Arten von Linien gleichzeitig emittiert werd. 
wobei die magnetischen Quadrupollinien und die elektrischen Oktupollinien,, 
sie viel weniger intensiv sind, so vollstandig von den elektrischen Dipolli 
iiberdeckt werden, da es unméglich ist, sie zu erkennen. Unter den Kompo 
ten der betrachteten Multipletts kann es allerdings auch solche geben, die ¢ 
Auswahlregeln 2 <|Z—L’| <3 gehorchen und der genannten Uberdecku 
nicht ausgesetzt sind; sie sind aber viel schwacher als die vorhergehenden [ 
Aus all unseren Ausfiihrungen folgt, daB man die betrachteten Linien nur u 
den Verhialtnissen in Gasnebeln beobachten kénnte, und nur dann, wenn | 
Atome solche metastabilen und niedrigeren Niveaus hatten, zwischen der} 
nur Multipoliibergange 3. Klasse stattfinden kénnten. Wie die Untersuchung 
ergaben [78], sind solche Falle auBerordentlich selten. 
Alles, was wir tiber die Beobachtbarkeit der Multipollinien 3. Klasse ausgefii) 
haben, wird auch fiir die Multipollinien der hédheren Klassen gultig sein. 


3. Verbotene Linien in den Spektren von Himmelskérpern 
Verbotene Linien wurden in den Spektren der planetaris¢hen Nebel, der Sonnij 
korona, der Novae, besonderer Sterne und anderer Himmeiskorper aufgefundl| 
Der Wellenlingenbereich, der der astronomischen Beobachtung zuganglich || 
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sicht von 3000 bis 10000 A+). Obwohl die verbotenen Linien schon vor langer 
eit entdeckt wurden (schon in den achtziger Jahren des 19. Jahrh.), erfolgte 
xe Identifizierung dieser Linien nur langsam, da es auBerst schwierig ist, sie 
ater Laboratoriumsbedingungen zu erhalten (vgl. [2]). Auch jetzt noch gibt es 
ichtidentifizierte Linien im Spektrum der Sonnenkorona und anderer Himmels- 
orper. 

fie Identifizierungsmethode ist einfach nach ihrem Grundgedanken, aber nicht 
icht durchzufiihren: Die Wellenzahl der untersuchten Linie wird mit der Diffe- 
mz irgendwelcher Terme vom Atom des vermuteten Elements verglichen, 
jobei die Terme einer vorhergehenden sorgfaltigen Analyse des Spektrums 
ieses Elements entnommen werden. Wenn diese Gré8en beim Vergleichen 
bereinstimmen, so ist dadurch wohl die Zugehérigkeit der untersuchten Linie 
1 irgendeinem bestimmten Element als auch der Ubergang zwischen den 
‘iveaus festgestellt, dem sie entspricht. Liegt die vollstandige Spektralanalyse 
er Atome oder Ionen irgendeines Elements nicht vor, so werden ihre Terme durch 
xtrapolieren oder Interpolieren aus den Atomspektren anderer Elemente be- 
jimmt, die die gleiche Spektralstruktur besitzen wie sie. Wie wir also sehen, 
angt die Richtigkeit der Identifizierung in erheblichen MaBe davon ab, daB& 
ie Wellen!ange der untersuchten Linie und die Terme der verschiedenen Atome 
der Ionen genau bestimmt worden sind. Durch die Identifizierung stellte sich 
eraus, daB fast alle verbotenen Linien in den Spektren von Himmelskérpern 
er spontanen Multipolstrahlung 2. Klasse (d.h. der magnetischen Dipol- 
rahlung und der elektrischen Quadrupolstrahlung) sowohl neutraler als auch 
misierter Atome verschiedener Elemente angehoren. 

m intensivsten sind die verbotenen Linien in den Spektren der planetarischen 
febel. Das begiinstigen die dort herrschenden physikalischen Verhaltnisse. Die 
lichte der Materie in den Nebeln ist auBerordentlich gering (von der Grdfen- 
rdnung 10-!* g/cm?, die Temperatur aber verhaltnismaBig niedrig (etwa 
0000°K). Das fihrt zu der langen durchschnittlichen Zeit zwischen zwei Zu- 
ammenstdBen von etwa einer Minute und zu der geringen Strahlungsdichte von 
0-° bis 10-8, wie sie an der Sonnenoberflache herrscht. Folglich hindern weder 
ie ZusammenstéBe noch das Strahlungsfeld die metastabilen Atome merklich 
aran, spontan auf niedrigere Niveaus iiberzugehen. Daher ist die Intensitat 
er verbotenen Linien, wie aus den Formeln (1,11) —(1,12) zu ersehen ist, haupt- 
ichlich durch die Anzahl dieser Atome bestimmt. Da diese Anzahl in den 
lebeln groB ist, sind auch die verbotenen Linien von betrachtlicher Intensitat. 
Jie Anreicherung der metastabilen Atome hangt von ihrem Anregungsmechanis- 
wus ab. 

Jie Astrophysiker haben die Theorie des Leuchtens der Nebel in fast allen 
linzelheiten ausgearbeitet. Danach gibt es drei Mechanismen der Anregung 
wer Spektrallinien: 1. Photoionisation mit anschlieBender Rekombination, 
. Fluoreszenz und 3. Anregung durch Elektronensto8. In allen drei Fallen 
tfolgt das Leuchten der Nebel durch die Lichtenergie ihrer Zentralsterne. 

fan nimmt an, da8 die verbotenen Linien wohl schwerlich durch den ersten der 
ufgezaihlten Mechanismen angeregt werden. Die Annahme des Gegenteils fubrt 
m Falle ionisierter Atome, wie OIII, NII u.a., zu Folgerungen, die den Be- 
bachtungsergebnissen widersprechen. Wir wollen das am Beispiel der bekann- 


“Wenn man das Spektrum der Radiostrahlung nicht rechnet, das in der letzten Zeit unter- 
icht worden ist (s. unten). 
} Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ ~ 


608 L. A. BorRISOGLEBSKIJ 


ten Nebellinien 4 5007 A, 2 4959 A OIII nachweisen. Wir wollen annehmen, d 
sie durch den Rekombinationsmechanismus angeregt werden, d.h., daB | 
OIII-Atome zuerst ionisiert werden, dann freie Elektronen einfangen und du; 
erlaubte Kaskadeniiberginge in metastabile Zustande gelangen, von denen i 
sie nun unter Emission verbotener Linien auf niedrigere Niveaus tibergeh 
Da die Ionisationspotentiale von OIII (54,5 eV) und Hell (54,2 eV) fast gles 
sind [80], absorbieren diese Atome dann Energie des Sterns in ein und dems 
ben Spektralgebiet, und die Linien von OIII und Hell miiBten ungefahr vx 
gleicher Intensitaét sein. In Wirklichkeit sind die OIII-Linien viel intensiver | 
die HelI-Linien. 
Der ProzeB der Anreicherung metastabiler Atome (also auch der Anregung wy 
botener Linien) durch die anderen beiden Mechanismen wurde theoretisch z7 
erstenmal von AMBARCUMJAN behandelt [81]. Er wies nach: Wenn die 4 
regung der Atome auf metastabile Niveaus nur durch Strahlung verursa¢ 
wird, so mu8 zur Anreicherung metastabiler Atome die Bedingung / 
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erfiillt sein. Darin ist w das Verhaltnis der spektralen Strahlungsdichten 
Nebels und seines Zentralsterns, A,, ist die Wahrscheinlichkeit der Emiss4 
der verbotenen Linie, A,, die Wahrscheinlichkeit dafiir, da8 das Atom auf || 
hdheres Niveau tibergeht. Der Index 2 bezeichnet das metastabile Niveau, |} 
Indizes 1 bzw. 3 die Niveaus unter bzw. tiber dem metastabilen Niveau. Info] 
der geringen GréBe von w = 10-38 ist die Bedingung (3,1) in den planetarisck 
Nebeln gewohnlich erfillt (ausgenommen die Falle, wo die Lebensdauer 
metastabilen Niveaus au8erordentlich groB ist, wie z. B. beim Niveau 2 3S 4 
Heliumatoms). Wenn die Anregung der Atome aber durch ZusammenstéBe 4 
freien Elektronen erfolgt (die Elektronen entstehen gewdhnlich bei der Pho 
ionisation der Wasserstoffatome), so muB zur Anreicherung metastabiler 
stande die Ungleichung 


i 
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erfiillt sein sein, wo a, die Wahrscheinlichkeit eines StoBes 2. Art des me 
stabilen Atoms mit einem Elektron ist und A,, die Wahrscheinlichkeit eill 
spontanen Ubergangs. Das ist in Nebeln der Fall, wie aus der Betrachtung 
darin herrschenden physikalischen Verhaltnisse hervorgeht. 
Die neuesten Berechnungen etgaben [82] am Beispiel OITI, daf8 fiir die Wirksa’ 
keit der StoBanregung verbotener Linien noch eine Bedingung erfiillt sein mj 
namlich 

N, > 4-10?, (2 


wo N, die Dichte der freien Elektronen ist. Auch diese Ungleichung ist in Neb 
erfiillt, da die Elektronendichte NV, nach Abschaitzungen, die nach verschieder| 
Methoden durchgefiihrt wurden [11], die Gré8enordnung 10° bis 10! hat. 
Ks ist zu bemerken, da& die Ungleichungen (3,1) bis (3,3) auch in den iibrig| 
Himmelskérpern erfiillt sind, deren Spektren verbotene Linien enthalten, ¢ 
wohl sich die physikalischen Verhiltnisse in ihnen etwas von denen der pla 
tarischen Nebel unterscheiden. hes 
Vorherrschend ist die Ansicht, da8 die StoBanreguny.venbotener Lin! 
wirksamer ist als die Fluoreszenzanregung. Dies begiinstigen die niedrig{ 
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Anregungsenergien (GréSenordnung 1 bis 10 eV) der meisten metastabilen 
Niveaus, verglichen mit dem Wert der kinetischen Energie freier Elektronen. 
Die Elektronentemperaturen verschiedener planetarischer Nebel liegen namlich 
ungefahr zwischen 6000° und 10000°K [10], und das entspricht einer mittleren 
kinetischen Energie der Elektronen von 1 bis 1,5 eV. 

Die Zahl der ElektronenstéBe Fj, die die Atome aus dem Normalzustand 1 in 
den angeregten Zustand 2 iiberfiihren, ist bei Maxwell-Geschwindigkeitsvertei- 
lung der Elektronen nach der Stoftheorie gleich [82]: 


—hwy 


N,N, (1,2) g tte 
TT 25; +1 


Fy, = 8,54 - 10-¢ (3,4) 


: 

Darin ist N, die Zahl der Atome im Zustand 1, 7', die Temperatur und N, die 
Dichte der freien Elektronen, 2.7, + 1 das statistische Gewicht des Zustands 1, 
hw,, die Anregungsenergie, Q (1,2) die sogenannte Starke des StoBes (analog 
der Starke einer Linie), die mit dem effektiven Querschnitt o (1,2) des Zusam- 
menstoBes zwischen Atom und Elektron, dessen Masse m und dessen Geschwin- 
digkeit v ist, durch die Beziehung 
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| 92 (1,2) (3,5) 
zusammenhangt. 

Die Zah] der St6Be 2. Art F,,, die die angeregten Atome in den Normalzustand 
zurickfiihren, wird aus der Formel 


N,N, (1,2) 


a3 H i] pe ae SLES 
F,, = 8,54- 10 Fur NSPE 


(3,6) 


berechnet und betragt unter den Bedingungen in Nebeln nur wenige Prozent 
von der Zahl der optischen Uberginge [10]. 

Hat das Atom mehrere metastabile Niveaus, so kann man unter Heranziehung 
der Bedingung des statistischen Gleichgewichts, theoretisch ihre relative Be- 
setzung bestimmen und folglich auch das Intensitatsverhaltnis der entsprechen- 
den verbotenen Linien. Fiir den Fall zweier metastabiler Niveaus 2 und 3, wo 
E, > E,, ergibt die Bedingung des statistischen Gleichgewichts z. B. [10] 


Fy3 + Fo3 = N3(Agi + Azz) + Far + Poe, (3,7) 
Fy + Fg + N3 Age = No An + Foy + Fs; (3,8) 
wo A,,, Az,, Az, die Wahrscheinlichkeiten der entsprechenden optischen Uber- 
ginge sind. Die linken Seiten der Gleichungen (3,7) bzw. (3,8) stellen die Zahl 
der Uberginge dar, die die Besetzung der Niveaus 3 bzw. 2 erhdhen, und die 
rechten Seiten die Zahl der Ubergange, die diese Besetzung verringern. Setzt 
man in die Gleichungen (3,7) und (3,8) die Werte der Gréfen F und A ein und 
eliminiert aus ihnen N,, so kann man das Verhaltnis N;/N, bestimmen — die 
relative Besetzung der Niveaus 3 und 2 — sowie Ny Ay, hwy;/N3 Age hwa— die rela- 
tive Intensitat der Linien 1—2 und 2—3. 

Die oben dargestellte Theorie der StoBanregung ist einstweilen nur fiir die ver- 
botenen Linien von OIII vollstandig nachgepriift, die zu den intensivsten Linien 
in den Nebelspektren gehéren. Nach AMBARCUMJAN [80] ist das Verhaltnis der 
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Gesamtintensitat der bekannten Nebellinien N, (A 4958,93 A, 3P, — 1D,, OIII 
und N, (A 5006,86 A, 3P, — 1D,, OIL) zur Intensitaét der Auroralinie A 4363,19 4 
1D, — 185, OIII gleich 


pre NSO Pe ae (3,4 
Ih 4363 | 


wo 7’, die Elektronentemperatur ist. | 
Formel (3,9) steht, wie sich zeigte, mit den Beobachtungsergebnissen || 
befriedigender Ubereinstimmung. Die ausgearbeitete Theorie der verboteng| 
Linien von OIII gestattete ferner auch, nach ihren absoluten Intensitate 
sowohl die Temperatur des Zentralsterns als auch den Gehalt an OIII in Nebe 
zu ermitteln [12]. | 
Aus den Beziehungen (3,4)—(3,9) ist zu ersehen, welche groBe Rolle fiir dj 
dargestellte Theorie der Grad der Genauigkeit spielt, mit der die Zahlenwer 
der Parameter 2 und der Ubergangswahrscheinlichkeiten A bestimmt werde} 
Da es auBerordentlich schwierig ist, diese GroBen experimentell zu bestimme? 
wortiber wir schon gesprochen haben, ermittelt man sie vorlaufig rein theo 1 
tisch — nach den Methoden der Quantenmechanik. Der Berechnung der Par 
meter {2 und daher auch der effektiven Querschnitte fiir die Elektronenanregun 
der verbotenen Linien der verschiedenen Atome und Ionen sind die Arbeite 
von HEBB und MENZEL (OIII), ALLER (OI) und anderen Verfassern gewidm 
[82, 83-85]. Die Berechnungen wurden auf Grund der Quantentheorie dij 
StoBe [79, 86] durchgefiihrt, wobei die Methode der partiellen Querschniti 
unter gleichzeitiger analytischer Approximation der Wellenfunktionen nad 
dem Verfahren von SLATER [82], die Hartree-Fock-Methode u. a. verwendé 
wurden. Die genauesten Werte der GréBen o und 22 fiir verbotene Uberginge vel 
schiedener Ionen (NII, OII, OIII, NeIII) erhielt SEATON [85] nach der Has 
tree-Fock-Methode. Aber auch in dieser genauesten Berechnung erreiché 
die méglichen Fehler + 40% (fiir die absoluten Werte von o und Q). SEATQ} 
schatzte die entsprechenden Parameter Q auch fiir die Ionen FIV, NeV, FI t 
NelV, NaV, FII, NalV, MgV (bis auf einen Faktor 2 genau) ab. In Tab. I] 
sind die Werte von 2 aus der Arbeit von SEATON fiir Uberginge verschiedenil 
Tonen vom Normalniveau *P (Niveau 1) auf die metastabilen Niveaus !D u 
*$ (Niveau 2 und 3) der Konfiguration np’ (q = 2 und q = 4) angegeben sow, 
vom Normalniveau ‘S (Niveau 1) auf die metastabilen Niveaus 2D und 
(Niveau 2 und 3) der Konfiguration np’: (q = 3). Die durch Abschatzung & 
haltenen Zahlenwerte von Q sind fett gedruckt. 


Tabelle III 


NII 2,39 | 0,223 | OII 1,44 0,218 FII 0,95 0,057 )| 
OWL 4 4,73hc1\7 0,495 *.) FET 1.00 0221 | NelII | 0,76 0,077 

FIV 1,21 | 0,172 | NeIV.| 0,68 0234 | NaIV | 061 | 0.092) 
NeV | 0,84 | 0,157 | NaV 0,48 0,255 | MgV 0,54 | 0,112) 


Wenn 2 bekannt ist, werden die effektiven Querschnitte P nach.der Formel (3,4 
berechnet. In den Fallen, wo die kinetische Energie des stoBenden Elektro} 
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mit der Anregungsenergie des Atoms oder Ions vergleichbar ist, sind diese 
Querschnitte viel (10 bis 100mal) gréBer als die gaskinetischen. 
Wir haben schon erwahnt, wie wichtig es ist, sowohl die relativen als auch die 
absoluten Wahrscheinlichkeiten der verbotenen Uberginge fiir Linien von 
astrophysikalischem Interesse zu kennen. Die Berechnungen der Wahrschein- 
lichkeiten griinden sich hauptsachlich auf die Arbeit von SHORTLEY, ALLER, 
BAKER und MENZEL [8]. Die Genauigkeit der Berechnungsergebnisse hingt in 
bohem Mafe davon ab, wie genau die Wellenfunktion der komplizierten Atome 
bekannt sind, d. h. davon, wie vollstandig die inneratomaren Wechselwirkungen 
verschiedener Art beriicksichtigt werden (Spin-Spin-, Spin-Bahn-, Zwischen- 
konfigurations-Wechselwirkung). Als Beispiel sind in Tab. IV die (gegenwartig) 
genauesten Ergebnisse der Berechnung der Ubergangswahrscheinlichkeiten auf- 
gefiihrt, die der Konfiguration 1s? 2s? 2p? angehéren, fiir die isoelektronische 
Reihe CI, NIT, OIII und FIV [87]. Die Berechnung wurde mit Hilfe der Wellen- 
funktionen ausgefiihrt, die man unter Beriicksichtigung der Korrelation der 
Elektronen genauer bestimmt hatte. Dabei wurden die Funktionen nach einem 
ariationsverfahren ermittelt, das eine Weiterentwicklung der in der Arbeit [88] 
beschriebenen Methode ist. Wie Tab. IV zeigt, tibertrifft in den Wahrscheinlich- 
keiten der gemischten Multipoliiberginge 1D, > °P, und 1D, — 3P, der magne- 
tische Dipolanteil den elektrischen Quadrupolanteil erheblich. 


Tabelle IV 


. 


Die Beriicksichtigung der verschiedenen Wechselwirkungen zwischen den Elek- 
tronen fiihrt zu einer wesentlichen Prazisierung nicht nur der Wahrscheinlich- 
keiten fiir die verbotenen Uberginge, sondern auch der Energieniveaus der 
Atome [89—90] und begiinstigt dadurch eine bessere Identifizierung der Linien. 
Insbesondere wurde in den Arbeiten [91—92] nachgewiesen, daB die Beriick- 
sichtigung der Zwischenkonfigurations-Wechselwirkung gestattet, einige Un- 
genauigkeiten in der Identifizierung der Koronalinien von CaXV zu beseitigen. 
LAYZER [91] stellte 1954 fest, daB fiir die hochionisierten Atome die Konfigura- 
tionen, die gleichen Folgen der Hauptquantenzahlen und gleiche Paritat be- 
sitzen, die starkste Wechselwirkung ausiiben. In der Arbeit von GARSTANG [92] 
wurden allgemeine Formeln fiir die Starke der Linien abgeleitet, die allen még- 
lichen verbotenen Ubergingen zwischen den Niveaus entsprechen, die der 
Konfiguration 1s? 2s?2p? angehéren, unter Beriicksichtigung des stdrenden 
Einflusses der Konfiguration 1s? 2p’. Auf Grund einer Analyse dieser Formeln 
und der entsprechenden Formeln aus der Arbeit [8] wies GARSTANG folgendes 
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nach: Wenn man in den Formeln fir die Linienstairken, die unter Vernachlass 
gung der Zwischenkonfigurations-Wechselwirkung abgeleitet wurden, statt dl 
theoretischen Termwerte ihre experimentellen Werte verwendet, so wird e 
groBer Teil der Zwischenkonfigurations-Wechselwirkung trotzdem _beriic! 
sichtigt. Diese These wird am Beispiel der ausfiihrlichen Berechnungen ft 
CaXV veranschaulicht. In der Arbeit [92] wurden auBerdem Formeln fiir dt} 
Wahrscheinlichkeiten des Ubergangs zwischen den Termen der Konfiguratic 
1s? 2s? 2p4 unter Beriicksichtigung ihrer Wechselwirkung mit der Konfiguratiq 
1s? 2p® abgeleitet. Die angegebene Wechselwirkung ermoéglicht folgende Zwe 
elektronen-Zwischenkonfigurations-Ubergange : 2 p* 1S, — 2s? 2p 8P,, 2p* 18): 
2s? 2p* 8P, und 2p® 18, — 2s? 2p* 1D, 2). | 
Wir kommen nun zu einer kurzen Betrachtung der einzelnen verbotenen Linie} 
ausgehend vom Charakter der metastabilen Zustande der Atome mit verschied] 
nen Elektronensystemen. Kennt man die genauen Werte der Differenzen zw 
schen den metastabilen Niveaus und den Grundniveaus der verschiedend| 
Atome, so kann man alle méglichen verbotenen Linien vorhersagen. | 
Einelektronensysteme (HI, Hell, LilII usw.). Diese Systeme haben de 
einzigen metastabilen Zustand 2s? S. ,*). Lange Zeit nahm man nach der Dirai 
schen Theorie an, da das Niveau 2s? S,, mit dem Niveau 2p? P., iibereii 
stimmt. 1947 wurde nach der Methode der magnetischen Resonanz festgestel. 
da diese Niveaus um 1062 + 5 MHz gegeneinander verschoben sind [94]. DI 
Verschiebung wurde dann durch die Quantenelektrodynamik erklart [95]. D 
Berechnungen ergaben [96], da& der Ubergang 2s? S:;,—> 1s 2S: gleichzeit 
mit der Emission von ein und zwei Quanten erfolgen kann, wobei der Zwe 
quantentibergang fast 10’mal wahrscheinlicher ist als der Einquanteniibergan 
Die Lebensdauer des Atoms in dem metastabilen Zustand 2s 2S. , ist glei¢ 
0,14 sec. Weder der Kinquanten- noch der Zweiquantentibergang wurden in dé 
Spektren von Himmelskérpern aufgefunden. 


Zweielektronensysteme (Hel, Lill, BelII usw.). Metsatabile Zustande sin 
1s 2s18 und 1s 2s 38. Verbotene Ubergange sind: 1s 2818 > 1s218 und ts 
°S + 18°18. Da die Kopplungen beim Heliumatom streng normal sind, ist df 
spontane Ubergang 1s 2s °S > 15218 sehr wenig wahrscheinlich, und zwar si 
wohl der Einphotonen- als auch der Zweiphotoneniibergang. Daher erfolgt df 
Ubergang vom Niveau 3S auf 18 hauptsachlich durch ZusammenstéBe. D 
Uberginge 1s 2s18—> 15218 sind dagegen viel wahrscheinlicher, besonde} 
wenn dabei zwei Photonen emittiert werden. Man nimmt an, da8 ein solch 
Zweiphotoneniibergang in Nebeln stattfindet [13]. 


Dreielektronensysteme (Lil, BelI, BIII usw.) haben keine metastabil 
Niveaus. 


Vierelektronensysteme (Bel, BII, CIII, NIV usw.). Die wesentlichste 
metastabilen Zustande sind 2s 2p *P) und 2s 2p 8P,. Mit einer hohen Naherur 
kann man auch das Niveau 2s 2p 3P, als metastabil ansehen, besonders f1 
leichte Elemente; denn die Wahrscheinlichkeit des Dipoliibergangs 2s 2 


1) Uber die Zweielektroneniibergiinge vgl. [93]. 
*) Metastabile Zustiinde, die durch eine Aufspaltung der Niveaus in. Hyperfeinstruktul 
Unterniveaus entstehen, beriicksichtigen wir nicht. Ubergange ‘zwischen den Hyperfeil 
struktur-Unterniveaus wurden oben behandelt. SPE VSN : 
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?, > 2s? 18 ist fiir sie infolge der fast reinen normalen Kopplung sehr gering — 
on der GréBenordnung der Wahrscheinlichkeiten gewéhnlicher verbotener 
lberginge. Die Linien 18 — 8P liegen nur fiir Bel in dem der Beobachtung zu- 
Gnglichen Gebiet und entsprechen Wellenlangen innerhalb der Grenzen 
4548 Gwar 


‘infelektronensysteme (BI, CII, NIII, OIV usw.). Es gibt zwei metastabile 
ustande: 2s? 2p ?P., und 2s 2p?4P. Die Metastabilitat des zweiten Zustands 
rklart sich aus der geringen Wahrscheinlichkeit der Interkombinationsiiber- 
ange. Die Uberginge 2s 2p?4P — 2s? 2p 2P., sind nur fiir BI astronomisch 
a beobachten (die entsprechenden Wellenlangen sind gleich 3300 + 300 A). 
ler Ubergang 2s? 2p °Ps, > 2s 2p 2P., liegt fir die oben genannten Atome 
n fernen Infrarot; mit wachsender Ordnungszahl der Elemente verschiebt er 
ch aber langsam nach den langen Wellenlangen hin, die der astronomischen 
‘eobachtung zuganglich sind. Nur fiir ArXIV wurde er im Spektrum der 
onnenkorona entdeckt (A 4412 A)2) [97]. 


echselektronensysteme (CI, NII, OIII, FIV, NeV usw.). Grundzustand 
it 7P,, metastabile Zustande *P,, *P,, 1D., 1S. Sie alle gehéren der Konfigura- 
on 2s? 2p? an. In erheblichem Grade kann man auch das Niveau 2s 2p?5S 
ls metastabil ansehen, da die Interkombinationsiiberginge =P — °S, 1D — 5S 
nd 1$ — °S wenig wahrscheinlich sind. Nur die Linien 3P — °S k6nnen unter 
en Verhaltnissen in Nebeln erkannt werden, und nur fiir CI liegen sie im be- 
bachtbaren Spektralgebiet. Von den Ubergingen zwischen den Termen ®P), *P, 
nd *P, wurden zwei bei den hochionisierten Atomen CaXV aufgefunden. Es 
nd die Koronalinien 4 5694,42 A, °P, — °P,, 1 5446 A, *P, —> °P,?). 

Vie die Berechnungen ergaben, ist die Wahrscheinlichkeit des verbotenen Uber- 
angs 1$-—> %P, gleich Null, und die Wahrscheinlichkeiten der Ubergange 
D, > °P, und 1S — 8P, sind klein (1000mal kleiner als die Wahrscheinlichkeit 
es Ubergangs 1S — 3P,) [J]. Folglich sind die hauptsachlichsten verbotenen 
inien °P, — ?D,, *P, — 1D,, 1D, — 18, und °P, — 18). Es gibt eine historisch 
edingte Terminologie dieser verbotenen Linien. Die ersten beiden Linien wer- 
en als Nebellinien bezeichnet, weil die Linien dieser Art in Nebeln am inten- 
vsten sind, die dritte als Auroralinie, da die hellste Linie in den Spektren 
er Polarlichter und des Nachthimmels bei dem Ubergang 1S, — 1D, entsteht. 
lie bei den Ubergangen !S — °P entstehenden Linien werden als Transaurora- 
nien bezeichnet. 

fie Resultate der Identifizierung der betrachteten Linien fiir verschiedene 
lemente nach den Ergebnissen von BOWEN [1, 99] sind in Tab. V aufgefihrt. 
a den Spalten 4—6 stehen die Ergebnisse fiir die Anregungspotentiale der 
ietastabilen Niveaus !D und !S und zum Vergleich die niedrigsten Potentiale 
er nichtmetastabilen Niveaus. Sie liegen alle betrachtlich tiefer als diese nied- 
gsten nichtmetastabilen Niveaus. 

on den verbotenen Linien von CI wurde nur eine beobachtet: 4 4621,5 A, 
>, — 18 [99]. Linien der iibrigen Elemente wurden in den Spektren verschiede- 
er Himmelskérper aufgefunden, und die Beobachtungsergebnisse stimmen 


Friiher nahm man an, daB dem Ubergang 2P:, > 2P1/, die Koronalinie 4 4359 A ent- 
wicht. Die Berichtigung stammt von EDLEN [97] (1954). 
‘Diese Identifizierung galt [97— 98] als umstritten (s. unten). 
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ber. 6548,4 
NII beob. 6548,0 
ber. 4959,5 
OIII | beob. | 4958,93 + 0,03 
ber 3996,3 


FIV | beob. | 3997,40 + 0,04 
3344 


NeV_ | beob. 


ausgezeichnet mit den Resultaten der Berechnungen iiberein. Es ist zu bemd¢ 
ken, daB die Linien von NeV durch Extrapolation vorhergesagt wurden. 
Am eingehendsten wurden die OIII-Linien untersucht (s. Bild 2). Nur drei vj 
ihnen (in Tab. V-aufgefiihrt) sind der astronomischen Beobachtung zugangli¢ 


3345,84 + 0,01, 
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9849,5 +0,3 |8727,4 +0,1 | 4621,4+0,1 | 1,3 

6583.9 +£0.1 |5755,0 +£0,1 | 3063,0-40,1 | 1,9 | 4,0 
6583,37 5754,57 

5007,6 + 0,2 |4363,2 + 0,1 
5006,86 + 0,02 |4363,19 + 0,01 2,5 | 5,3 | 
4059,3 +0,3 |3532,2 + 0,3 3,1 | 6,6 | 
4060,23 + 0,03 | 
3424 2972 3,8 
3425,87 + 0,03 
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Bild 2: Termschema von O III. Verbotene U berginge sind im 
unteren Teil des Termschemas eingezeichnet. 


metastabilen Atome spontan in niedrigere Zustainde iibergehen. Weil nun der 
stand 1D, ein kleineres Anregungspotential und ein gréBeres statistisches 
wicht hat als 1S), ist die Zahl der Atome im Zustand !D, gr6Ber als die im 
1D, intensiver als die Linie 1D, — 18,. 
Unter Polarlichtbedingungen, wo die Diehte der Materie: und der Strahl 
nicht so gering ist wie in den Nebeln, hangt die Intensitat der Linien j in erhj 


stand 18, und daliee die Linie 3P — 


Tabelle V 


BOWEN vermutete als ersti 
daB sie alle durch Elektrone| 
stoB angeregt werden. (An dies} 
Linien wurde auch hauptsachlij 
die Theorie der StoBanreguy 
tiberpriift.) / 
Die relative’ Intensitat : 
Linien §P — 1D, und 1D, — } 
ist in den Spektren der v 
schiedenen Himmelsk6érper vw 
schieden gro8. Wahrend in d 
Nebeln die Nebellinien intensi 
sind als die Auroralinie, ist: 
im Polarlicht (sowie in den fi 
hen Stadien der Novae) um 
kehrt. Dies wird durch 
Unterschied in den _ physi 
lischen Bedingungen erklart. | 
den Nebeln wird die Intensii 
der Linien hauptsachlich du 
die Zahl der metastabilen 
stande bestimmt und nicht du 
die Ubergangswahrscheinli 
keiten, da faktisch fast 


f 
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lichem Mafe auch von den Ubergangswahrscheinlichkeiten ab. Da die Wahr- 
icheinlichkeit des Ubergangs 1S, > 1D, viel gréBer ist als die Wahrscheinlichkeit 
ler Uberginge 1D, > *P (vgl. Tab. IV)), ist die Auroralinie intensiver als die 
Nebellinie. Unsere Folgerungen kann man auf alle verbotenen Linien vom Typ 
?— D und D — § verallgemeinern, die den Konfigurationen p? und p* an- 
sehoren, sowie auf die Linien vom Typ S — D und D — P der Konfiguration p°; 
lenn die metastabilen D-Zustande sind durch viel niedrigere Anregungspoten- 
fiale und gréBere Lebensdauer gekennzeichnet als die S- und P-Zustande. 


Siebenelektronensysteme (NI, OII, FIII, NeIV, NeV, Mg VI usw.). Meta- 
stabile Zustande, die der Grundkonfiguration s?p? angehoren, sind 2D; bss ERR 
‘P., und ?P,),. Stabil ist das Niveau 4S. Die beobachteten verbotenen Multi- 
dletts ®S — 2D und 2D — ?P sind nach BoWEN [1J, 99] in Tab. VI aufgefiihrt. 


Tabelle VI 
“S= "Dy, *Ds),—*Ps, Ds) 28s), 2D), PP oi, 2 Ds)io-= Ps}, 
NI ber. 5198,5 5200,7 10397,8 10407,3 
i beob. | 5197,94 5200,41 7318,6 7319,4 
OU ber. 3726,2 3729,1-+1 ; 
beob. | 3726,04+ | 3728,80 + 7319,92 + 0,08 7330,19+ 0,06 
+ 0,02 +0,03 
NelV | beob. ; 4714,25+ | 4715,61+ | 4724,15+ | 4725,62 4+ 
+0,03 + 0,06 +0,02 +0,02 


Das erste der Multipletts von OII (4 3726,16 A, 23728,91 A) gehort zu den 
1ellsten Linien in den Spektren der Nebel und des interstellaren Mediums. Die 
‘Lebensdauer des Zustands 2D betragt etwa 5 Std. und ist fast 15000mal groBer 
Is die des Zustands ?P, und das Anregungspotential ist anderthalbmal kleiner. 
Die oben angegebene GesetzmaBigkeit fiir die Niveaus 2D und 2P wird also am 
Beispiel OII bestatigt. Die Linien NI, *S — 2D (45199 A) und NI, 4S — 2P 
‘3466 A) kommen in den Spektren der Polarlichter vor. Die Entdeckung der 
Linie NI, 2D — 2P (A 10400 A) im Infrarot des Nachthimmelleuchtens wird als 
sweifelhaft betrachtet [100] (s. unten). 


Achtelektronensysteme (OI, FII, NelII, NalV, MgV, AIVI usw.). Charak- 
Jeristisch fiir diese Systeme ist der Umstand, daB alle metastabilen Zustande. 
lie den Konfigurationen 2p* und 2p? angehoren, °P, 1D und 3S sind. Die erste 
Konfiguration unterscheidet sich von der zweiten nur durch die Umwandlung 
Jes Terms ?P (der stabile Zustand ist ?P,). Die Hauptiibergange sind 1D, — 8P,, 
‘D, — °P,, 1S, > 1D, und 48, > 3P,. (Die Ubergange 1D, > *P,, 18, > *P, und 
‘8, — °P, sind viel weniger wahrscheinlich.) 

fn den Nebeln werden nur die Linien von OI beobachtet: A 6363,82 + 0,02 A, 
'P, — 1D, und A 6300,31 + 0,004 A, ?P, — 1D, sowie die NeIII-Linien: A 3967,47 + 
+ 0,002 A, 3P, — 1D, und 2 3868,76 + 0,02 A, 3P, — 1D, [99]. In der Sonnen- 
xorona findet sich die Linie Ca XIII 1 4086,3 A, ®P, — 3P, [98]. Einige der ver- 
sotenen Linien von AXI kommen auch in den Spektren von Novae vor [10/}. 


) Was sowohl fiir OIII als auch fiir OI zutrifft. 


] 
| 
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Die verbotenen Linien von OI, die den Ubergangen 18, > 1D, und 1D, > 
entsprechen, wurden in den Spektren von Polarlichtern und im Nachthim ma 
leuchten gefunden (ausfiihrlicher s. unten). | 


Neunelektronensysteme (FI, NelII, NaIII, MgIV usw.). Es wurden 
(im Sonnenspektrum) die beiden verbotenen Linien 13328 A, CaXII uw) 
45536 A ArX [98] gefunden, die den betrachteten Elektronensystemen @& 
gehéren. Sie entsprechen beide dem Ubergang 2P,), -> 2P:,,. Die iibrigen Ubg 
gange zwischen metastabilen Zustanden liegen nicht im Gebiet der astronon 
schen Beobachtungen. 


Zehnelektronensysteme (Nel, Nall, MglIII, AIIV usw.). Alle verboten 
Uberginge liegen im auBersten Ultraviolett und wurden nicht aufgefunden. : 


Elfelektronensysteme (NaI, MgII, AIIII usw.) besitzen keine metastabill 
Zustande. 


Zwolfelektronensysteme (MgI, AIlII, SiIII usw.). Metastabile Zustand 
38 3p *P, und 3s 3p °P,, stabil: 3s?48,. Die verbotenen Ubergange, die zu di 
betrachteten Systemen gehéren, wurden nicht aufgefunden. 


Dreizehnelektronensysteme (AlII, SiII, PIII, SIV usw.). Es wurden 

die beiden verbotenen Linien A 5302,9A FeXIV und J 3001 A NiXVI beobacht | 
die dem Ubergang 2P;),-> ?P. , entsprechen. Die erste von ihnen ist die hells} 
Linie in der Sonnenkorona. Sie wurde auch in den Spektren der Novae et} 
deckt [101]. / 


Vierzehnelektronensysteme (Sil, PII, SIII, ClIV, AV, KVI usw.). Met} 
stabile Zustande von astronomischem Interesse sind 18, 1D und 3P. Sie geho : 
alle zur Konfiguration 3s? 3p?. Die in den Spektren der Nebel beobachtet/ 
verbotenen Linien sind in der Tab. VII aufgefiihrt [99]. AuBerdem wurden 6 } 
Koronalinien identifiziert, die zu .Ubergingen zwischen Komponenten qd 
Terms *P gehoren, namlich 4 6701,8 A NiXV (8P, > 3P,), 410746,8 A FX } 
(§P, > *P,) und 410798 A FeXIII (3P, > 3P,) sowie eine Linie von FeXl 
A 3388 A, die zu dem Ubergang !D, > °P, gehért [98]. | 
Finfzehnelektronensysteme (PI, SII, CIIII, AIV, KV, CaVI usw.). Grun| 
konfiguration 3s? 3p*. Stabiles Niveau 4S, metastabiles Niveau 2D und 3 
In Tab. VIII sind die Ergebnisse von Beobachtungen in Nebeln tiber die ve 
botenen Linien 4S — 2P, 4S — 2D und 2D — 2P aufgefiihrt [99]. Die Lini 
“S — ?P CIITI werden von einer der NeIII-Linien tiberdeckt. Ubergange z 

schen den Komponenten metastabiler Niveaus wurden nicht beobachtet. | 


Sechzehnelektronensysteme (SI, CII, AIIT, KITV, CaV usw.). Metasta | 
Zustande, die zu der Grundkonfiguration 3s? 3p? gehéren, sind °P, 1D und ¥ 


Tabelle VII . 


| 
prem | zen | ees | ace] 


SIII | beob. 6312.06 +.0,05..  3721,8 
CLV . 7530,54 + 0,01 | 8045,63 +0,05 | 5323.29 +0,10 
AV , 6435,10 + 0,05 | 7005,67 + 0,09 | 4625,5440,04| | 
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Tabelle VIII 


inte 


6730,78 | 4068,6 +/4076,35 + 


beob. | 6716,42 


5577,66 --|5537,60-- 
+0,08 
»  |4711,33-+|4740,2 + 
+0,02 

»  |4122,63-4/4163,3-4 
+0,05 


7237,26 +/7170,62 +/7262,76 + 
+ 0,22 + 0,08 +0,24 


Die Ergebnisse tiber Beobachtungen verbotener Linien, die zu den betrachteten 
Systemen gehéren, sind in Tab. IX aufgefiihrt [99]. Diese Linien sind haupt- 
sachlich in Nebelspektren zu beobachten. Verbotene Linien von CIII wurden 
nicht aufgefunden. Die beiden Komponenten 3P — 1D CaV wurden auch in 
Spektren von Novae beobachtet, und zwar ist 1 6087 A CaV eine der hellsten 
Linien in diesen Spektren. Zu Sechzehnelektronensystemen gehéren auch die 

oronalinien 4 7891,9 A FeXI, *P, > *P, und 25116 A NiXIII, *P, —> *P, [98]. 


17-Elektronen-, 18-Elektronen- und 19-Elektronen-Systeme haben 
‘mit einer unbedeutenden Ausnahme keine metastabilen Zustande, von 
Jenen aus es Uberginge gibt, die in dem Gebiet liegen, das den astronomischen 
Beobachtungen zuganglich ist. Nur im Spektrum der Sonnenkorona fand man 
zwei verbotene Linien 4 6374,5 A FeX, 2P:,— ?P., und A 4232,4 A NiXII, 
#P: ,.— ?P:,. Dabei gehért die erste dieser Linien zu einem 17-Elektronen- 
system und die zweite zu einem 19-Elektronensystem. Die Linie FeX fand man 
uch in den Spektren von Novae [102]. 


Tabelle IX 


3P,—'D, 


7726,5 
5191,82 +- 0,03 
4510,9 + 0,08 


ATII f 7135,80 + 0,05 
KIV x 6101,83 + 0,08 
aV 29 5309,18 =f 0,04 


7751,06 + 0,15 


6086,92 + 0,11 


Die Systematisierung der Terme der tibrigen Elektronensysteme ist noch nicht 
vollstandig genug durchgefiihrt worden, und die Identifizierung der zu ihnen 
gehorenden verbotenen Linien in den Spektren von Himmelskérpern ist noch 
lange nicht abgeschlossen. Am griindlichsten untersucht wurden die Linien der 
verschiedenen Ionen des Eisens — Fell, FelII, FeV, FeVI, FeVII und FeVIII 
[103]. (An die Koronalinien von Fe erinnerten wir schon friher). In den Nebeln 
wurden 26 solche Linien gefunden. Dort wurden 8 verbotene Linien von MnV 
and MnVI sowie von den Jonen vom Titan, Chrom und anderen Elementen der 
ersten langen Periode des Periodensystems (K, Ca, Se, Ti, V, Cr, Mn, Fe, Co, 
Ni, Cu und Zn) beobachtet. Da8 Linien der schwereren Elemente nicht auf- 
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treten, hangt anscheinend damit zusammen, da diese Elemente in den Neb ef 
nicht in gréBerer Menge vorkommen. 
Gewohnlich emittieren die héher ionisierten Atome intensivere verbote? 
Linien. Das kann man folgendermaf8en erkliren: Die Differenz zwischen dey 
niedrigen Anregungspotential metastabiler Niveaus und dem verhaltnismaft 
hohen Anregungspotential des ersten nichtmetastabilen Niveaus wachst bi 
kanntlich mit dem Ionisationsgrad. Wenn das Anregungspotential des erst¢ 
nichtmetastabilen Niveaus fiir MnII und Fell zum Beispiel gleich 5 V ist, | 
erreicht es fiir MnVI und FeVI Werte von 65—70 V, wahrend das Anregung| 
potential der metastabilen Niveaus in beiden Fallen ungefahr gleich groB ist, ux] 
zwar gleich 1,9—2,5 V [1]. Folglich fallen die Ubergange eines hochionisierte 
Atoms von einem metastabilen Niveau auf das erste nichtmetastabile Niveej 
und umgekehrt in das ferne Ultraviolett, und verbotene Linien hochionisiert# 
Atome konnen selbst da entstehen, wo die Gesamt-Strahlungsdichte ziemlid 
gro8 ist, wenn nur die spektrale Strahlungsdichte im fernen Ultraviolett oy 
niigend klein ist. Ein Beispiel hierfiir ist das Auftreten der verbotenen Liniel 
hochionisierter Atome und ihr Fehlen fir niedrigionisierte Atome in der Sonne4 
korona und in den Spektren anderer Himmelskérper mit ahnlichen physikai 
schen Bedingungen. 
Die meisten der betrachteten verbotenen Linien gchéren zur gemischten Stra] 
lung, d.h. gleichzeitig zur elektrischen Quadrupolstrahlung und zur magnet} 
schen Dipolstrahlung. Nur verhaltnismaBig wenige von ihnen sind rein ele} 
trische Quadrupollinien oder Interkombinationslinien und rein magnetisck 
Dipollinien. So gchoren z. B. fiir die Konfigurationen p? und p* zu den req 
elektrischen Quadrupoliibergiingen die Ubergigen S! — 1D, sp, — 8P, un 
*D — *P, und zu den Interkombinationsiibergingen und den rein magnetische 
Dipoliibergingen die Uberginge 1S — *P, und 3P, — 8P,. Fiir die Konfigurati¢ 
p® gibt es nur einen rein elektrischen Quadrupoliibergang 2Ds,,— ?Psy,. / 
Rein magnetische Dipollinien sind die beiden Radiolinien mit den Wellenlinge 
21 cm und 91,5 em, die vor kurzem (1951 bzw. 1955) in den Spektren des inte 
stellaren Gases entdeckt wurden. Sie entstehen bei Ubergiingen zwischen de 
Hyperfeinstruktur-Unterniveaus der Grundzustande des Wasserstoffaton 
(21cm) und des Deuteriums (91,5 cm). Die Lebensdauer des metastabilé 
Hyperfeinstruktur-Unterniveaus vom Wasserstoffatom ist auBerordentlich er d 
— etwa 10’ Jahre — und die des Deuteriums noch 100mal gréBer. Die Méglic} 
keit des spontanen Emissionsiibergangs auf das Normalniveau beruht darau 
da das interstellare Gas auBerordentlich stark verdiinnt ist. | 
Die Untersuchungen der Radiostrahlung des Wasserstoffs spielen eine gro 
Rolle in der Astronomie. Schon jetzt konnten auf Grund der Beobachtung 
ergebnisse tiber diese Strahlung sehr wichtige SchluBfolgerungen gezogen we, 
den: tiber die Temperatur und die Dichte des interstellaren Gases, tiber di 
Struktur und die Bewegung der Galaxis, iiber die Masse des Wasserstoffs, df 
die Magellanschen Wolken einhiillt, u. a. [104]. 
Wir wollen etwas naher auf die verbotenen Linien eingehen, die in den Spektre 
der Polarlichter, des Nachthimmelleuchtens und der Sonnenkorona zu beobac 
ten sind, da die Untersuchung dieser Linien bei der Erforschung der dort sta 
findenden physikalischen Vorginge eine groBe Rolle spielt. -— i 
Die griine Linie OI (1D, — 18,), deren Wellenlange nach denneviesten Messungeé 
von VEGARD-HARANG (1937) gleich 5577,3445 + 0,00027 A ist [105], ist z 
sammen mit dem sogenannten ,,roten Triplett‘‘ 3P — 1D (Bild 3) die hells? 


Lal 
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Linie in den Spektren der Polarlichter und des Nachthimmelleuchtens. Die 
Identifizierung der verbotenen Linien von OI wurde im Laboratorium durch- 
gefihrt [106], woran wir schon in der Einleitung erinnert haben. Die genauesten 
Werte der Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir diese Linien erhielt PASTERNACK 
[16] (vgl. Tab. X). 

: 

: Tabelle X 


Wahrseheinlichkeit 0,0000022 0,0078 


Von den Daten der Tab. X ausgehend, kann man leicht berechnen, daB die 
mittlere Lebensdauer des Niveaus 18, gleich 0,43 sec ist und die des Niveaus !D, 
gleich 95 sec. Durch diesen groBen Unterschied in der Lebensdauer der Niveaus 
1D, und 18, erklart sich die Anderung der Farbung der Polarlichter mit der 
Hohe. An der oberen Grenze der Polar- 
lichter ist der Druck kleiner als an der 1§ 
Untergrenze. Daher ist die Zahl der ‘ 
ZusammenstéBe, die die metastabilen 
Atome OI (!D,) dort erleiden, verhalt- 
nismaRig klein, und diese Atome kénnen 
fast alle ,,ausleuchten‘‘. Infolgedessen ist 
das rote Triplett am hellsten. Mit ab- 
nehmender Hohe wird die Zahl der Zu- 
sammenstofe groBer, die metastabilen 
Atome OI ('D,) leuchten nun schon , 
lange nicht mehr alle aus, wobei ein Teil M4 0. 
vonihnen inden metastabilen Zustand!S,) — 3 ae 
tibergeht. Atome, die sich im Zustand1S, — @ ao 
befinden, kénnen aber infolge der kiir- ™* *' Fe cemenoeg nie e at bereange 
zeren Lebensdauer in viel starkerem 

MaBe ,,ausleuchten“ als die Atome OI (!D,). Infolgedessen nimmt die Intensitat 
der roten Linien mit der Héhe ab und die der griinen Linie zu. Um das Ver- 
halten dieser Linien vollstindig quantitativ charakterisieren zu kénnen, muB 
man natiirlich ihren Anregungsmechanismus kennen. 

Es werden drei verschiedene Anregungsmechanismen der verbotenen Linien in 
den Spektren der Polarlichter und des Nachthimmelleuchtens angenommen: der 
StoBmechanismus, der photochemische und der Fluoreszenzmechanismus. 

Der erste von ihnen ist dem Anregungsmechanismus der verbotenen Linien in 
Nebeln etwas ahnlich. Die Hauptrolle spielen auch hier Elektronen mit geringen 
Energien (ungefihr 7—10 eV). Beim Zusammensto8 eines solchen Elektrons 
mit einem Sauerstoffmolekiil dissoziiert das Molekiil in zwei Atome (Dissozia- 
tionsenergie 5,09 eV), von denen das eine im Normalzustand verbleibt, wahrend 
das andere bis zu dem metastabilen Niveau 1D, (Anregungspotential 2 V) oder 
bis zu 1S, (Anregungspotential 4.2 V) angeregt wird. Dann erfolgen die spon- 
tanen Uberginge 1S, > 1D, und !D,—> *P der OI-Atome unter Emission der 
griinen und der roten Linie. Solche optischen Ubergiange sind méglich, da die 
hohen Schichten der Atmosphare geniigend verdiinnt sind. 
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Es erhebt sich die Frage: Woher stammen die genannten Elektronen mit de} 
niedrigen Energien? Nach Ansicht von DAUVILLIER [107—108] entstehen silj 
infolge der Ionisation der Atome durch schnelle Teilchen, die von der Son 
ausgesandt werden. In der Korpuskularstrahlung der Sonne!) kommen oe | 
leichter Elemente und eine groBe Zahl von Elektronen mit riesigen Energie} 
bis zu 10° eV vor, und zwar erfolgt die Ionisation der Atome und Molekiile de 
atmospharischen Gases hauptsaéchlich durch Zusammensté6Be mit diesen Ele se 
tronen. ; 
Wenn der Mechanismus der StoBanregung auch die Entstehung der verbotene? 
Strahlung in den Polarlichtern ganz gut erklart, so kann man das hinsichtlic} 
des Nachthimmelleuchtens nicht behaupten. Im Gegensatz zu den Polarlichter}| 
ist der Breiteneffekt in diesem Leuchten nur sehr schwach ausgepragt und bleiby 
zweifelhaft [113, 100]. Fraglich bleibt auch der’ Zusammenhang des Nacht 


VILLIER nimmt allerdings an, um die Elektronenanregung der verbotene}} 
Linien auch in diesem Fall aufrechterhalten zu kénnen, daB die Sonne auBer de 
machtigen periodischen Strémen standig noch geladene Teilchen von sehr ge} 


der Polarlichter und des Nachthimmelleuchtens sowie andere Erscheinungen| 
insbesondere das Auftreten des Helligkeitsmaximums der griinen Linie in 
Spektrum des Nachthimmelleuchtens kurz nach Mitternacht, weisen hier auj 
einen anderen Anregungsmechanismus der verbotenen Strahlung hin, namlicl| 
auf einen photochemischen. 
Der photochemische Anregungsmechanismus wirkt (nach CHAPMAN) folgende 
ma8en [100]. Im Laufe des Tages erfolgt durch Absorption von ultraviolette} 
Sonnenstrahlung zuerst eine Dissoziation der Sauerstoffmolekiile in Atome. Ii 
der Nacht findet dann eine Rekombination der Sauerstoffatome statt, und zwad 
bei Dreierzusammenstéf8en unter Anregung eines der Atome auf das metastabi 
Niveau 1S, nach der Formel 


0:4 OF 0.210 se ESe): (3,10) 
Bei den nun folgenden Ubergangen 


OIl—18,>'D, bzw. 1D, %P (3,11) 


wird dann die griine Linie bzw. das rote Triplett emittiert. 
Nach den Berechnungen von ELvEy [115] erfolgt der Rekombinationsproze}| 
vom Typ (3,10) am intensivsten in 160 km Héhe. Die Gesamtdicke der Atma 
spharenschicht, in der die verbotenen O]-Linien emittiert werden, betragt un} 
gefahr 50 km (von 120 km bis 170 km). | 


1) Die Korpuskulartheorie der Entstehung der Polarlichter wird jetzt allgemein angenon)j 
men; denn keine andere Theorie kann den Zusammenhang der Polarlichter mit den pe i 
odischen Vorgaingen auf der Sonne erklaren (z. B. den Zusammenhang mit den Sonner{ 
flecken) oder ihre Abhangigkeit vom Magnetfeld der Erde (den sogenannten Breiteneffekj| 
oder die anderen charakteristischen EKigenschaften der Polarlichter (die Form, die zei i 
lichen Anderungen). Obwohl diese Theorie in der Form, wie sie von ihren Begriinde ' 
BIRKELAND, STORMER und Bocus.avskiJ [J09—111, 105] aufgestellt wurde, noch Miing¢ 
aufweist, nimmt man trotzdem an, da der Weg zur Wahrheit nur iiber ite Vervollkom | 
nung fiihrt. Der wichtigste Versuch in dieser Richtung ist die Theorie von CHAPMAN-FEF} 
RARO [112]. 
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Die Tatsache, daB die Helligkeit der griinen Linie ihr Maximum nicht sofort 
‘nach Anbruch der Dammerung erreicht, sondern viel spiter — gegen Mitter- 
‘nacht —, erklart CHVOSTIKOV dadurch, daB das Niveau der maximalen Photo- 
ionisation der O,-Molekile nicht mit dem Niveau der maximalen Rekombina- 
‘tion vom Typ (3,10) tibereinstimmt. Das erste dieser Niveaus, das zugleich 
auch das Niveau der héchsten Konzentration an Sauerstoffatomen ist, liegt 
viel héher als das zweite, und es vergeht eine gewisse Zeit, bis die OI-Atome 
durch Diffusion bis in die Hohe des zweiten Niveaus gelangen. 

Die photochemische Theorie der Anregung weist auch Schwierigkeiten auf. Die 
_Dissoziationsenergie des Sauerstoffmolekiils, die bei der Rekombination wieder 
frei wird, betragt 5,1 eV und die Anregungsenergie des Niveaus 18, nur 4,2 eV. 
Ein Teil der Energie wird daher relative kinetische Energie der entstandenen 
Teile, und das mu8 zu einer Doppler-Verbreiterung der emittierten verbotenen 
Linien fihren. Bis jetzt ist diese Verbreiterung noch nicht aufgefunden worden. 
Der Hauptmangel der photochemischen Theorie besteht aber darin, daB sie 
nicht imstande ist, die Polarisation der verbotenen OJ-Linien zu erklaren, deren 
‘Vorhandensein durch die Beobachtungen von CHVOSTIKOV [116] festgestellt 
worden ist. 

Es ist méglich, daB8 beide Anregungsmechanismen der verbotenen Linien — 
sowohl der StoBmechanismus als auch der photochemische — gleichzeitig wir- 
-ken, wobei der erste in den Polarlichtern vorherrscht und der zweite im Nacht- 
-himmelleuchten. 

Durch das Auftreten des dritten Mechanismus — des Fluoreszenzanregungs- 
‘mechanismus — werden gewisse besondere Eigenschaften im Leuchten des 
Dammerungshimmels erklart. 

‘Die Intensitaétszunahme der roten Linie OI (?P, — 1D,, 4 6300 A) wahrend der 
-Daimmerung bei fshlendem EinfluB der Dammerung auf die griine Linie OI 
'D, — 189, 45577 A) weist darauf hin, daB in diesem Falle die Anregungs- 
-mechanismen der roten und der griinen Linie verschieden sind. Auf Grund einer 
-sorgfaltigen Analyse der Anregungsbedingungen dieser Linien unter Beriick- 
‘sichtigung der Abhangigkeit der Dichte der Sauerstoffatome von der Hohe und 
der Diffusion der OI-Atome sowie ausgehend von der Tatsache, daB die Hellig- 
keit der roten Linie schon beim Auftreten der ersten Anzeichen einer Belichtung 
auch nur der héchsten Atmospharenschichten stark zunimmt, zieht CHVOSTI- 
‘KOV [100] den SchluB, daB die Linie A 6300 A wahrend der Dammerung durch 
‘Resonanzfluoreszenz entsteht. Die Atome OI (?P,) absorbieren die Strahlung 
desjenigen Teils im kontinuierlichen Sonnenspektrum’), der der Wellenlange 
46300 A entspricht, und gehen auf das Niveau 1D, tiber. Kehren sie dann zu- 
‘riick, so emittieren sie die rote Linie. Die groBe Helligkeit der Linie OI 2 6300 A 
bei sehr tief unter den Horizont gesunkener Sonne hangt mit der abnormal 
starken selektiven Brechung der Sonnenstrahlen mit der Wellenlange 6300 A 
‘in den oberen Atmospharenschichten zusammen, die atomaren Sauerstoff ent- 
halten [100]. ; 
Von groBer Wichtigkeit ist die Frage, ob verbotene Linien des atomaren Stick- 
‘stoffs in den Spektren des Leuchtens der hohen Atmospharenschichten vor- 


1) Eine Absorption der Sonnenstrahlung findet auch in den Polarlichtern statt, die von 
‘der Sonne beleuchtet werden, fiihrt dort aber zu einem anderen Effekt — zu einer betracht- 
lichen Schwichung der Intensitat der griinen Linie. Wahrscheinlich. erfolgt hier eine Ab- 
sorption von ultravioletten Quanten durch die metastabilen Atome OI (48)) (117. 
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kommen. Wir haben schon darauf hingewiesen, daB nur zwei der verbotenen 
Linien von NI (vgl. Bild 4), naémlich *S — ?P / 3466 A und 48 — 2D, 45199 ‘i 
im Polarlichtspektrum entdeckt wurden, und zwar sind sie viel schwacher als 
die verbotenen Linien von OI. Die Suche nach-den verbotenen Linien von NI 
im Spektrum des Nachthimmelleuchtens waren bis jetzt noch nicht von Erfolg, 
gekront. Um ihre Identifizierung méglichst zu erleichtern, wurden umfang; 
reiche Vorbereitungsarbeiten fiir diese Linien geleistet. Es wurden die Uber: 
gangswahrscheinlichkeiten berechnet [16], die Wellenlingen mdglichst genay 
bestimmt [118] sowie die Anregungspotentiale der metastabilen Niveaus und 
mit Hilfe der Methode des Self-consisten\| 
field von Fock die relative Intensitai| 
der Komponenten des Dubletts berechi 
net :4S —2D berechnet: I (#8: ,— ?Ds ,)/]] 
(48: a Ds/,) = 0,87 [119]. i} 
Die Theorie der Anregung der verbotener| 
Linien von NI ist noch nicht geniigenq 
ausgearbeitet. Man nimmt an, daB sid 
hauptsachlich durch unelastische Zu: 
sammenstéBe von Stickstoffmolekiiler} 
und -atomen mit metastabilen Sauer 
stoffatomen entstehen. Die Abschatzung| 


des Intensitatsverhaltnisses der Liniez} 


Bild 4: Termschema der verbotenen Uberginge beim aq _ 2 AQ ee . | 
Stickstoffatom (daz untere der beiden D-Ni- S D und *S P auf Grund diese} 


veaus ist *Dg/.). Annahme entspricht aber nicht dea} 
Beobachtungsergebnissen [100]. | 
“Die im Spektrum der Sonnenkorona zu beobachtenden verbotenen Linie1 
gehéren, wie wir gesehen haben, nur wenigen Elementen an, deren Atom# 
sich in einem hohen Ionisationsstadium befinden (FeX — XI, XIII — XIV} 
Ca XII — XIII, XV; NiXIII, XV — XVI; AX, XIV). Das Nichtvorhandenseit} 
von verbotenen Linien, die zu anderen Elementen gehéren, kann man entwedeq 
durch die geringe Menge dieser Elemente in der Sonnenkorona erklaren ode¥ 
durch die sehr geringe Konzentration ihrer metastabilen Ionen oder schlieBlich 
dadurch, da die Termdifferenzen der metastabilen Ionen in das nicht beobacht 
bare Spektralgebiet fallen. 
Fast alle Koronalinien hat EDLEN identifiziert (die ersten beiden Linien 1939 
Nicht identifiziert blieben vier Linien: J 3454, 2 4567, 2 3801 und 4 4359 A. Di 
Identifizierung war mit groBen Schwierigkeiten verknipft. Nur 4 Linien wurde 
dadurch identifiziert, daB man die entsprechende Termdifferenz nach den Fré 
quenzen von erhaltenen erlaubten Linien in den Spektren FeX — XI uni 
CaXII — XIII fand [120—121]. Die iibrigen Linien wurden durch ein 
komplizierte Extrapolation unter Beriicksichtigung der intermediaren Eleld 
tronenkopplung und der verschiedenen GesetzmaBigkeiten der Atomspektre} 
identifiziert. So wurde z. B. bei der Suche nach den Termen 2P, die den Kon i 
gurationen 3s*3p und 3s?3p° angehoren, zur Extrapolation mit Erfolg dal 
sogenannte Gesetz der regularen Dubletts herangezogen: »(?P:), — ?P:,) 4 
~ (4 —o)', wo Z die Ordnungszabl ist und o die Abschirmungskonstante, 
fast gar nicht von Z abhangt [98]. ae 
Die Richtigkeit der Identifizierung der Koronalinien wurde.in_ dem Falle, wi 
sie ein und demselben Ion des Elements angehoren, durch Vergleichen der relé 
tiven Intensititen, die den Beobachtungsergebnissen entnommen wurden, mij 
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den aus der Theorie erhaltenen Werten nachgepriift. Die theoretische Berech- 
nung stiitzte sich auf die Annahme, daB die Koronalinien durch Elektronen- 
stoB angeregt werden'), und wurde nach der oben geschilderten Methode durch- 

-gefiihrt. Das Ergebnis dieses Vergleichs der theoretischen und der beobachteten 
Werte der relativen Intensitaten dieser Linien war zufriedenstellend [98]. Nur 
fiir die Linien von CaXV bestand eine gro8e Differenz zwischen diesen Werten. 
EDLEN identifizierte die Linie 1 5694 A mit dem Ubergang °P, > *P, CaXV 
und WALDMEIER die Linie 1.5446 A mit dem Ubergang °P, —> 3P,. Das beob- 
achtete Verhaltnis der Intensitéten dieser Linien (der ersten zur zweiten) be- 
tragt nahezu 6. Die theoretischen Berechnungen von SKLOVSKIJ [98] ergeben 
fiir dieses Verhaltnis aber eine Zahl, die zwischen den Grenzen 1,05 und 1,58 
liegt (fiir alle méglichen Werte:der Konzentration der freien Elektronen und 
der Elektronentemperatur in der Korona). Wenn man annimmt, daB die Linie 
45694 A dem Ubergang *P,—> °P, entspricht und 45446 A dem Ubergang 

8P, — °P,, so widerspricht ‘das Ergebnis der Theorie (0,38—0,97) den Beobach- 
tungen nach SkLOVSKIJ [98] noch mehr. Im Zusammenhang damit behaup- 
tete SKLOVSKIJ, da8B die Identifizierung der Linien 15694 A und 15446A 

falsch sei. Weiterhin zeigte sich aber nach den Ergebnissen der Arbeit [122], 
daB die Linie 15445 A durch gewisse FRAUNHOFER-Linien stark geschwacht 
wird. Wenn man diese Schwachung beriicksichtigt, ist das Intensitatsverhaltnis 
der Linien 2 5694 A und 45446 A schon nicht mehr 6, sondern 1,6, und das 

stimmt gut mit dem ersten der oben angefiihrten Ergebnisse der Berechnungen 

_SKLOVSKIJs iiberein. 

- Der erhebliche Unterschied zwischen den Differenzen der extrapolierten Terme 
3P, — 3P,, 3P, — =P, und den Wellenzahlen der betrachteten Koronalinien 
45694 A und 15446 A, der sich anfangs ergeben hatte, wurde spadter dadurch 

-beseitigt, da8 bei der Extrapolation die Zwischenkonfigurations- Wechselwirkung 

_bericksichtigt wurde, worauf wir schon hingewiesen haben [91, 92, 97]. 

Die Koronalinien sind durch eine erhebliche Breite charakterisiert (~ 1 A), die 
weit gréBer ist als die natiirliche Breite der spontanen verbotenen Linien. Das 
spricht dafiir, daB die emittierenden Ionen groBe Geschwindigkeiten besitzen. 

Man kann diesen Doppler-Effekt nicht durch Bewegung der Materie in der 

-Korona erklaren, da die Geschwindigkeiten solcher Bewegungen gering sind (5 bis 

10 km/sec). Gegenwartig nimmt man an, da die Doppler-Verbreiterung der 
Koronalinien eine Folge der hohen Temperatur der Koronamaterie ist, die eine 

Million Grad erreicht. Auf eine solche Temperatur weisen der hohe Ionisations- 

grad der Atome von F, Ca, Ni und A, das Fehlen von Rekombinationslinien 

_des Wasserstoffs im Spektrum der Korona sowie andere Erscheinungen hin [80]. 

Die Frage nach dem Mechanismus der Erwarmung der Sonnenkorona wurde 

von SKLOVSKIJ eingehend analysiert [98]. Nach seiner Meinung erfolgt die 

| Erwarmung durch die Anwesenheit wenn auch schwacher elektrischer Felder 
in der Korona2), die den geladenen Teilchen, hauptsachlich den Elektronen, 

-ununterbrochen kinetische Energie erteilen. SKLOVSKIJ wies nach, daB selbst 

sehr schwache Felder — von etwa 10-§ V/cm — ausreichen, um die Elektronen- 

-temperatur der Korona auf ein und demselven hohen Niveau zu halten. 


1) Auch Photoanregung wird nicht abgelehnt, die nur in gewissen Fallen betrachtlich wird 
[98]. 

2) Im Zusammenhang mit dem Vorhandensein verinderlicher Magnetfelder auf der Sonne 
und elektrische Felder in der Korona durchaus méglich. 

i 46 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 


: 


Bei der Losung der Frage nach der Entstehung sowohl der Strahlung dem 
Sonnenkorona als auch des Leuchtens der hohen Schichten der Erdatmosphare: 
werden die kiinstlichen Erdsatelliten eine groBe Rolle spielen. Schon auf Grun 
‘der Ergebnisse von Raketenversuchen kommt KRASOVSKIJ [123] zu dem SchluB, 
da8 die Erklarung der Emission der Linie 4 5577 A und des roten Tripletts mit 
Hilfe der Reaktion (3,11) nicht zutrifft. KRASOVSKIJ analysierte die Méglich- 
keiten anderer Reaktionen zur Anregung der metastabilen Niveaus des Sauer- 
stoffs sehr sorgfaltig und wies nach, daB die Reaktionen zur Anregung der 
Niveaus 1S, und *D, verschieden sein miissen. Er schlug als wahrscheinlichste 
Reaktion vor: | 
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1. fiir das Niveau 18, 


OF + CO CO, + O(S,), OH* + OH > H,0 + 0(S,), (3,12) 


2. fiir das Niveau 1D, | 
OF + O- OF + O(D,), OF + H- OH* + O(D,), (3,13) 
OH* + O-— OH* + O('D,), OH* + H— Hz + O(D,), (3,14) 


wo OF und OH* schwingungs-angeregte Sauerstoffmolekiile und Hydroxyl 
gruppen sind. | 
Mit Hilfe von Raketenaufstiegen wurde auch eine interessante Korrelatiom 
zwischen der ultravioletten Sonnenstrahlung (im Bereich von 0—20 A) und dex} 
Intensitat gewisser Koronalinien (A 5303 A FeXIV, 4 6702 A NiXV) festgestellt 
[124]. 


| 
| 
4, Verbotene, durch verschiedene Felder erzwungene Linien | 
In Entladungsréhren kann man verbotene Strahlung zweier Typen erhalten, 
Zur ersten Art gehéren Linien, deren Intensitaét bei kleinen Stromdichten ei 
Maximum erreicht, um dann mit wachsendem Strom abzunehmen. Die Linie 
der zweiten Art verhalten sich umgekehrt: Ihre Intensitat nimmt proportiona 
dem Quadrat der Stromdichte zu. Die erste Gruppe von Linien gehért zur 
spontanen Strahlung, die wir in den vorhergehenden Paragraphen behandelt 
haben, die zweite dagegen zu der durch Ionenfelder erzwungenen Strahlung, 
Obwohl sich das Feld benachbarter Ionen, das auf ein Atom einwirkt, nach! 
Gr6Be und Richtung andert, kann man doch infolge der verhaltnismaBig lang 
samen Anderung des COULOMB-Feldes mit der Entfernung das Ionenfeld haufigt 
in erster Naherung auf der Ausdehnung des ganzen Atoms als konstant an 1 
nehmen [2]. Daher ist es sehr wichtig, verbotene Linien zu erforschen, die durch 
auBere konstante sowohl elektrische als auch magnetische Felder erzwunge n| 
werden. 
Besonders einfach ist die Theorie der elektrischen Dipolstrahlung, die durch ein 
konstantes elektrisches Feld erzwungen wird. Die Wirkung des konstanten 
elektrischen Feldes auf das Atom wird als Grenzfall der Wirkung eines ver- 
anderlichen periodischen elektrischen Feldes betrachtet1), das die Frequenz 
Null hat. Die Quantentheorie der kombinierten Streuung des Lichts ergibt} 


1) Die Emission von Atomen, die durch ein periodisches Feld erzwungen wird, hat bekannt-| 
lich Resonanzcharakter. AS AN 
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folgenden Ausdruck fiir das Dipolmoment, das durch ein Feld E von der Fre- 
quenz w induziert wird [125]: 


i { 
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wo d,, und d,,; die Dipolmomente des Systems ohne das Feld sind, wy, und @n; 
die Bohrschen Frequenzen und E, die Amplitude des Feldes. Wenn wir in der 
Formel (4,1) w = 0 setzen, erhalten wir sofort das durch ein konstantes elek- 
trisches Feld induzierte Dipolmoment 


i Wk; Omi 


(Eo Qin) dix | 4693 


Aus (4,2) ist zu ersehen, daB das induzierte Dipolmoment dy nur dann von 
null verschieden ist, wenn es ein Niveau i gibt, bei dem zwischen ihm und den 
Niveaus m und k ohne ein Feld spontane elektrische Dipoliiberginge stattfinden 
kénnen. Beachten wir das, so erhalten wir die erzwungenen elektrischen Dipol- 
linien sofort die Auswahlregeln AJ = 0, +1, +2, gerade Zustainde — gerade 
Zustinde, ungerade Zustande ~ ungerade Zustinde, und fir die Russell- 
Saunders-Kopplung 42 = 0, +1, +2, 4S =0, d.h. dieselben Regeln (mit 
Ausnahme von J, + J, > 2) wie schon fiir die elektrische Quadrupolstrahlung. 
Aus (4,2) folgt auch, da die Wahrscheinlichkeit der erzwungenen elektrischen 
Dipoliibergange proportional dem Quadrat der elektrischen Feldstarke ist, also 
auch dem Quadrat der Stromdichte — in voller Ubereinstimmung mit den Ver- 
suchsergebnissen. AuBerdem hangt diese Wahrscheinlichkeit in erheblichem 
MaBe auch von der Lage des Niveaus 7 relativ zu den Niveaus k und m ab. Wenn 
das Niveau 7 einem der Niveaus k und m nahe liegt, so nimmt einer der Nenner 
in dem Ausdruck (4,2) stark ab und die Wahrscheinlichkeit des erzwungenen 
Ubergangs erheblich zu. Da die Energieniveaus der Atome mit zunehmender 
Hauptquantenzahl nm einander naher riicken, mu8 die Intensitaét der erzwunge- 
nen elektrischen Dipollinien anfangs zusammen mit der Ordnungsnummer der 
Linie in der Serie bis zu einem gewissen Maximum zunehmen, um dann abzu- 
nehmen (weil d,,; mit zunehmendem v kleiner wird). Das Vorhandensein dieses 
Maximums wird durch die experimentelle Tatsache erklart, da mit allmahlich 
zunehmendem Feld zuerst nur diejenigen Linien der verbotenen Serien auf- 
treten, die diesem Maximum entsprechen und dann erst allmahlich alle anderen. 
Die ecigenartige Abhangigkeit der Intensitat der erzwungenen Linien von der 
Quantenzahl n unterscheidet sie deutlich von den spontanen elektrischen 
Quadrupollinien. Die erzwungenen Dipollinien unterscheiden sich von den 
spontanen Quadrupollinien auch durch ihre erhebliche Breite, die auf den 
Stark-Effekt zuriickzufiihren ist. Die Summenregeln sind auf die erzwungenen 
verbotenen Linien im allgemeinen Falle (im Gegensatz zu den Quadrupollinien) 
picht anwendbar. Nur fiir groBe LZ und kleine Multiplett-Aufspaltungen sind 
sie annahernd giiltig [126, 57]. 

Alle oben angefiihrten besonderen Eigenschaften der elektrischen Dipolstrah- 
lung, die durch ein konstantes elektrisches Feld erzwungen werden, wurden 
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experimentell zuerst an den Linien der verbotenen Serien von Hel und KI fes 
gestellt, die man in Absorption beobachtete [127—129]. | 
Es ist hervorzuheben, daB die verbotenen Linien, die durch ein geniigend stark 
(nicht molekulares) elektrisches Feld erzwungen werden, polarisiert sind [157 
Der Polarisationsgrad der verschiedenen Komponenten wurde von MILIJ ANCU 
untersucht. Er stellte z. B. fest, daB die Intensitaét der z-Komponenten in at 


Linien n?S:,— m?S:, von Einelektronen-Atomen bei der Beobachtung i 
Richtung senkrecht zum elektrischen Feld viel geringer ist als die Intensita 
der o-Komponenten [158]. | 
Wenn die Dichte der geladenen Teilchen in der Entladung groB genug ist ode 
wenn sich die Atome in hoch angeregten Zustéinden befinden, kann man daj 
molekulare Feld schon nicht mehr auf der Ausdehnung des ganzen Atoms all 
homogen ansehen. Die durch ein schwaches inhomogenes elektrisches Feld ex 
zwungene elektrische Dipolstrahlung wurde von MILIJANCUK [158—162] sely 
sorgfaltig untersucht. Als Auswahlregeln fiir diese Strahlung ergaben sich dic 
selben Regeln wie fiir die elektrische Oktupolstrahlung mit Ausnahme des zu 
sitzlichen Verbots J, + J, > 3, das hier die Form J, + J, > 1 annimmt. De 
Charakter der Intensitétsinderung der Linien in den Serien, die sowohl durcy 
ein inhomogenes als auch durch ein homogenes elektrisches Feld erzwunge} 
werden, ist fast der gleiche; nur wachst im ersten Falle die Intensitat der Linie} 
mit der Quantenzahl viel schneller (proportional 78) als im zweiten Fall (prq 
portional n*) [160]. | 
Wenn gleichzeitig ein homogenes und ein inhomogenes elektrisches Feld wirke3 
(wie es in einer Entladung gewoéhnlich der Fall ist), so wirkt das inhomoge 
Feld in erster Naherung nicht auf die Intensitat der durch das homogene Fe 
erzwungenen verbotenen Linien [161]. Diese theoretische Folgerung wurd| 
durch eine Arbeit von PRILEZAEVA und ihren Mitarbeitern [163] bestatigt, d | 
die Intensitaét der verbotenen Linien der Serie P — P des Lithiums im Spektru 
des Kohlebogens maBen. 

Verbotene Uberginge, die durch ein homogenes und ein inhomogenes elekt 
sches Feld erzwungen werden, sind leicht voneinander zu unterscheiden, da si 
verschiedenen Laporteschen Regeln gehorchen. Schwerer sind die durch e 
inhomogenes elektrisches Feld erzwungenen elektrischen Dipoliibergange vo 
den spontanen (elektrischen) Dipoliibergangen zu unterscheiden, da die meisté 
Auswahlregeln fiir sie tibereinstimmen. In diesem Falle kann zu ihrer Unte# 
scheidung der Zeeman-Effekt mit Erfolg verwendet werden [159]. 
In einem inhomogenen elektrischen Feld ist (ebenso wie in einem Magnetfel 
die sogenannte ,,Multiplett-Erganzung‘ méglich. Das Wesentliche an dieser E} 
scheinung besteht darin, daB in einem gewohnlichen elektrischen Dipol-Mult 
plett Komponenten mit JJ = +2, +3 auftreten. Die in einem Bogen zu b) 
obachtende Erginzung des Multipletts 4°P — 4°D ZnI gehért anscheine 
zu diesem Typ [164]. ; | 
Kin Beispiel fiir verbotene Linien, die durch ein inhomogenes elektrisches Fe} 
erzwungen werden, sind die Linien 278 — m?F, TI, die in der positiven Sauj 
der Glimmentladung beobachtet wurden [165], sowie die schwachen Linig¢{ 
118,—5'F,, 118, — 63F;, Bal und 1 2S — 62F, KI, die im Funken zu 
obachten sind [166]. 
Sehr eingehend wurde die elektrische Dipolstrahlung der Ionen von Selteng| 
Erden untersucht, die durch elektrische Felder in Kristallen und Lésungen & 
zwungen werden [33]. Die Entstehung von erzwungenen. elektrischen Dipd 
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tibergangen zwischen den Niveaus der f*-Schale des Ions im Kristall, d. h. von 
Ubergingen zwischen Niveaus der gleichen Paritat, ist dadurch bedingt, daB 
das Feld kein Symmetriezentrum hat, was fiir viele Punktsymmetriegruppen 
von Kristallen der Fall ist. AuBerdem kann eine Stérung der Zentralsymmetrie 
des Feldes auch durch Schwingungen des Ions eintreten. Hat das Feld kein 
Symmetriezentrum, so fiihrt das zum Auftreten eines ungeraden Teils Ujng des 
Gitterpotentials, und zwar besteht Ujng aus zwei Gliedern — einem statischen 
und einem dynamischen — [33]: 


Tang — Uung a U schw- (4,3) 


Hier stellt Uyng die Wechselwirkung des Gitterfeldes mit einem Ion dar, das 
sich in der Gleichgewichtslage befindet, und Ug,nw die Wechselwirkung bei einer 
Abweichung des Ions von seiner Gleichgewichtslage. 

Die GroBenordnung von Us nw bestimmt sich aus der Formel 


Ditty ~ Ueno (4,4) 
"9 

Darin ist U,., der gerade Teil des Gitterpotentials, R die Schwingungsamplitude 
des Ions, und r, hat groSenordnungsmaBig die Abmessungen der Elektronen- 
hille. Das Auftreten des ungeraden Teils im Gitterpotential fiihrt zur Verletzung 
der Auswahlregeln. Fir die Zahlen J und L erhalten wir die Auswahlregeln 
|AJ| < 4, |AL| < 4, falls die Felder kein Symmetriezentrum haben, und |AJ| 
< 2, |AL| < 2 fiir die Felder mit Symmetriezentrum, aber unter Beriicksichti- 
gung des ungeraden dynamischen Teils des Gitterpotentials Ugcnw. Moglich sind 
auch Uberginge, die den Regeln |AJ| < 6, |AL| < 6 baw. |AJ| < 4, |AL| < 4 
gehorchen, aber mit viel geringerer Wahrscheinlichkeit [33]. Die Auswahlregeln 
fir die Quantenzahi m verwandeln sich ebenso wie fiir die magnetische und die 
Quadrupolstrahlung in die entsprechenden Regeln fiir die Kristallzahl «~ — in 
Ap = 0, +1, wenn der dynamische Teil des Gitterpotentials nicht berticksich- 
tigt wird, und in |Au| < 2 oder |Au| < 4, wenn die linearen Glieder bzw. die 
Glieder dritten Grades dieses Teils beriicksichtigt werden. In dem Spezialfall, 
wo die Kristalle Inversionsachsen von der Ordnung n haben, nehmen die er- 
wahnten Regeln die Form 


Au=+5,4(14 5) (4,5) 


an. Die maximale Wahrscheinlichkeit der erzwungenen elektrischen Dipol- 
liberginge wurde von EL’JASEVIC [33] berechnet. Sie ist gleich 104 sec"'; das 
ist viel gréBer als die maximalen Wahrscheinlichkeiten der Quadrupoliibergange 
‘und der magnetischen Ubergange, wie aus (1,19)—(1,20) hervorgeht. 

Die erzwungene elektrische Dipolstrahlung der Ioneh Seltener Erden in Kristal- 
len und Lésungen wurde von einer Reihe von Forschern bei Versuchen auf- 
gefunden, wovon wir schon sprachen. 

Sehr charakteristisch fiir die erzwungenen elektrischen Dipollinien ist der Zee- 
man-Effekt. Er wird ziemlich haufig zu ihrer Identifizierung verwendet. Sowohl 
der longitudinale als auch der transversale Effekt sind fiir die Dipollinien und 
die spontanen elektrischen Quadrupollinien verschieden. So fehlen z. B. bei 
longitudinaler Beobachtung in der Quadrupolstrahlung die Komponenten mit 
Am = +2, wahrend sie in der Dipolstrahlung, die durch ein konstantes elek- 
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trisches Feld erzwungen wird, auftreten. Das gleiche kann man auch von der 
Komponente Am = 0 bei transversaler Beobachtung sagen. AuBerdem ergak 
sich, da fir diese erzwungene Dipolstrahlung die Intensitatssammen de? 
Zeeman-o- und -z-Komponenten nicht einander gleich sind [2]. 
Der Zeeman-Effekt wurde auch fir elektrische Dipollinien, die durch isotrope 
elektrische Felder erzwungen werden, eingehend untersucht [130—132]. dl 
Felder werden gewohnlich durch chaotisch verteilte Ionen erzeugt und sin 
dadurch charakterisiert, daB die Mittelwerte ihrer Komponenten nach beliebi: 
gen Richtungen hin gleich gro8 sind. Auch im vorliegenden Fall sind die Bilde} 
der Zeeman-Aufspaltung der spontanen Quadrupollinien und der erzwungener 
elektrischen Dipollinien verschieden. Bild 5 zeigt als Beispiel die Schemata dey 
Zeeman-Komponenten fiir zwe 
solche Linientypen, die bei det 
Ubergiingen P — F von Hel ent 
stehen und die man bei transvert 
saler Beobachtung erhalt [133] 
Die Schemata beziehen sich auf dif 
Quadrupollinie (1) und die Dipol 
Schama Schema 2 linie (2), und zwar geben die oberet 
Bild 5: Zeeman-Effekt elektrischer Dipollinienerzwungen bawdie amierenie Manmon Strigy 
durch mewone elektrische Felder (ausfithrliche die o- bzw. die z-Komponenten a 
Erklirung im Text). Die Zahlen an den _horizontaler 
Linien bedeuten die entsprechen 
den Komponenten des Wertes Am und ihre Lange ihre relativen Inte 
sitaten. Es ist leicht zu erkennen, da8 die Intensitatssummen der o- un¢ 
der z-Komponenten einander gleich sind (im Gegensatz zum Verhalten de 
Linien, die durch ein konstantes elektrisches Feld erzwungen werden). 
Untersucht wurde auch der Zeeman-Effekt von Linien, die durch molekulary 
elektrische Felder erzwungen werden, bei denen Komponenten parallel zun 
magnetischen Feld fehlen. In diesem Fall ergab sich, daB die Zeeman-Auf 
spaltung der erzwungenen Dipollinien, die bei den Ubergingen P — F und P — 
entstehen, bei transversaler Beobachtung fast identisch sind mit der Zeema 
Aufspaltung der spontanen elektrischen Quadrupollinien bzw. der magnetische} 
Dipollinien. Diese Aufspaltungen sind nur bei longitudinaler Beobachtung ven 
schieden. Bei longitudinaler Beobachtung wurde der erzwungene Charakter det 
Linien 21P — 43°F (A 4921 A), 23P, » — 43F (4 4471 A) und 2)P — 5!P J 4383 
im Heliumspektrum festgestellt. Eine dieser Linien vom genannten Tyy 
25P), 5 — 4°F, wurde in den Spektren gewisser Sterne der Klasse B beobachte 
dies weist darauf hin, da8B dort betrachtliche Ionenfelder auftreten. Zur erzwu 
genen Strahlung (und nicht zur spontanen Oktupolstrahlung, wie man friihe 
annahm) gehoren auch die Linien P — G im Heliumspektrum [133— 136]. 
Der Zeeman-Effekt von Linien, die durch ein schwaches inhomogenes elektr 
sches Feld erzwungen werden, wurde fiir den allgemeinen Fall von MILIJANCU 
[159] theoretisch untersucht. Fiir die magnetische Quantenzahl ergaben sic} 
die gleichen Auswahlregeln: Am =0, +1, +2, +3. Die Polarisation ded 
Komponenten 4m = +3 ist die gleiche wie fiir die Komponenten Am = +)| 
der erlaubten Linie. Die tiberigen Komponenten sind fiir alle Beobachtungs 
richtungen elliptisch polarisiert. Die Verschicbungen und die Intensitaten de 
Komponenten m-—> m+ 6 und —m—> —m — 6 (6 = 0,..1,%2, 3) sind vex} 
schieden. 
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Verbotene Uberginge der Atome kénnen auch in einem starken Magnetfeld 
(ohne ein elektrisches Feld) erzwungen werden. Dazu ist erforderlich, daB die 
Feldstarke gro8 genug ist, um die Kopplung zwischen den Drehimpulsen L und 
S des Atoms zu lésen; denn dann kann man sich beim Aufsuchen der gestérten 
Wellenfunktionen nicht mehr auf die erste Naherung beschranken, bei der der 
Drehimpuls J = L + § nach der Richtung als konstant angenommen wird 
und die Auswahlregeln AJ = 0, +1 schon ungenau werden. Die Beriicksich- 
tigung der Korrektionen durch die hdheren Annaherungen fihrt zu den zusatz- 
lichen Auswahlregeln AJ = + 2 und fiir sehr starke Felder auch zu den Regeln 
AJ = +3. Es ist zu bemerken, da8 die verbotenen Linien auch bei verhaltnis- 
maBig schwachen Feldern auftreten kénnen, die aber ausreichen, um den ,,par- 
tiellen“ Paschen-Back-Effekt hervorzurufen. Die durch ein magnetisches Feld 
erzwungenen verbotenen Linien wurden in den (P — D)-Tripletts von Cal, ZnI 
und CdI sowie den (P — D)-Dubletts von AII und CalII aufgefunden [37]. 

Alle unsere Uberlegungen hinsichtlich der Entstehung verbotener Feinstruk- 
turlinien unter der Einwirkung eines Magnetfeldes kénnen wir anscheinend auch 
auf den Fall der Hyperfeinstrukturlinien tibertragen. Infolge der geringen Hyper- 
feinstruktur der Terme miissen schon verhaltnismaBig schwache Felder zur 
Losung der Kopplung zwischen den Drehimpulsen J und I und zum Auftreten 
der verbotenen Uberginge AF = +2, +3 fihren. 

Die Entstehung verbotener Linien vom oben beschriebenen Typ ist auch in den 
Spektren von Atomen oder Molekiilen moglich, die magnetische Momente be- 
sitzen, wenn sich diese Atome oder Molekiile in sehr geringem Abstand vonein- 
ander befinden, so da die von ihnen erzeugten Magnetfelder ziemlich stark 
werden. Da die Zeeman-Aufspaltung proportional der ersten Potenz der ma- 
gnetischen Feldstarke ist, mtissen die genannten verbotenen Linien viel diffuser 
sein als die durch ein elektrisches Feld erzwungenen verbotenen Linien. (Im 
zuletzt genannten Fall entsteht die relative Scharfe der verbotenen Linien durch 
den quadratischen Stark-Effekt [2].) ; 

Wir wollen noch einen anderen Typ von verbotenen Linien betrachten, die unter 
dem Einflu8 eines 4uBeren Magnetfeldes auftraten. Zeeman-Komponenten von 
Linien, die keine Hyperfeinstruktur aufweisen, gehorchen bekanntlich folgen- 
den Auswahlregeln: Am; = 0, Am; = 0 (x-Komponenten) und Am; = +1, 
4m, = 0 (o-Komponenten), wo my; bzw. m; die Quantenzahlen sind, die die 
Projektion der Drehimpulse J bzw. I bestimmen. Zeigen die Linien Hyperfein- 
struktur, so beziehen sich die ersten der genannten Auswahlregeln nun auf die 
Zahl my, d.h., die 2-Komponenten gehorchen nun schon der Regel Amy = 0 
and die o-Komponente der Regel Amp = +1, wo mp die magnetische 


Mp = mz + m, ist, werden die Auswahlregeln fiir m, fiir verschiedene 
Anderungen der Quantenzahlen my; und m, erfillt sein, was dann zum 
Auftreten von ,,zusatzlichen‘‘ Zeeman-Komponenten fiihrt. So miissen z. B. 
wBer den erlaubten z-Komponenten, die den Auswahlregeln Am, = 0, 
\dmyp = 0, Amy = 0 gehorchen, auch z-Komponenten auftreten, die den Aus- 
wahlregeln Amy = 0,Am; = +1 und Am, = F 1 gehorchen. Die Intensitat dieser 
omponenten ist proportional (A hc/2g(J) uw, H)? (A ist die Hyperfeinstruktur- 
constante, g der Landésche Faktor, H das Magnetfeld) und wird folglich mit 
vachsendem Feld und abnehmender Konstante A geringer [138—139]. Die 
yerbotenen z- und g-Komponenten wurden von FRIS und GERASIMOV [140] 
xperimentell nachgewiesen bei der Beobachtung des Zeeman-Effekts fiir die 
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Absorptionslinien des Casiums (4 4593,2 A), 44555,3 A und / 8521,1 A), de 
Rubidiums (A 7800,3 A) und Natriums (A 5889,56 A). Es ist zu bemerken, da) 
bei dem Zeeman-Effekt die Hyperfeinstruktur der angefiihrten Linien nich 
aufgelist wurde und da8 sich ihr Vorhandensein im vorliegenden Falle nur in 
direkt auBerte — im Auftreten von verbotenen Komponenten. In Tab. Xj 
sind die Ergebnisse der genannten Beobachtungen fir eine der Casiumlinie} 
4 4593,2 A, 62S:, — 72P;, aufgefiihrt unter Verwendung eines Magnetfelde 
von 17800 Gau8 sowie die Bruchteile der normalen Lorentz-Aufspaltung, di 
den Verschiebungen der Komponenten entsprechen. (Verbotene Komponente} 
sind durch einen Stern bezeichnet.) Wie wir sehen, liegen die verbotenen z-Kom 
ponenten nahe bei +4/341) und die o- Komponenten nahe bei +2/34), wobei 
der Lage der co-Komponenten eine gewisse Asymmetrie zu erkennen ist. Dies 
Asymmetrie erklart sich aus der ungleichen Intensitaét der verbotenen Kompe¢ 
nenten: Infolgedessen erscheint ihr Gesamtschwerpunkt etwas verschoben} 


[140]. | 


Tabelle Xl 


Verschiebung Bruchteile 
Polarisation der Komponenten der normalen 
Aufspaltung 


AA(A) | Ay (cm) 


4 
*0,232 *_ 1,090 mat as Avy = — 1,109 
iE a 
0,117 —0,552 | — > 4m = —0,554 
iY 2 
—0,117 0,552 mencT Avy, = — 0.554 
4 
| *__ 0,232 *1,090 tia Ay, = 1,109 
—— = 
4 
0,237 — 1,114 tas Avyy= — 1,109 
tee at ee ah 
2, 
x 
o 
2 


| 


1) Das Auftreten der Asymmetrie in den Verschiebungen und Intensititen der betrack 
ten verbotenen Komponenten erklart MILIJAN cuk [158] dadurch, daB diese Komponen} 
bei den Versuchsbedingungen von FriS und GERASIMOV unter dein’. RiriuB des zwisch| 
molekularen inhomogenen Feldes entstehen. 


werden (ohne die Einwirkung auBerer Felder). Das Vorhandensein eines v 
Null verschiedenen Kernspins und eines magnetischen Kernmoments kann 
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wie sich herausstellte — nicht nur zum Auftreten der Hyperfeinstruktur von 
Linien fihren, sondern auch zum Atftreten von verbotenen Ubergangen. Die 
Hyperfeinstruktur der Terme wird bekanntlich mit Hilfe der Storungstheorie 
ermittelt [147]. Als Stérungsoperator wird die Energie der magnetischen 
Wechselwirkung der Elektronenhiille mit dem Kernspin verwendet: 


V=— {7 H,;. (4,6) 


Darin ist uw; das magnetische Kernmoment des Kerns mit dem Spin I und H, 
das Magnetfeld, das von der Elektronenhiille mit dem Gesamtdrehimpuls des 
Atoms J (ohne Beriicksichtigung des Kernspins) erzeugt wird. Die Korrektion 
fir die Energie wird in erster Naherung mit Hilfe der ungestorten Funktionen 
‘in der Darstellung der mechanischen Veranderlichen y, J?, 12, F? und F, berech- 
‘net, wo F=J-+ J der Gesamtdrehimpuls ist (unter Beriicksichtigung des 
Kernspins); y sind alle tibrigen mechanischen Veranderlichen, die nicht explizit 
-angegeben wurden. Hierbei bleiben die Auswahlregeln fiir die verschiedenen 
-Multipoliibergange dieselben wie ohne eine Wechselwirkung des magnetischen 
Kernmoments mit der Atomhiille (wenn wir die zusitzlichen analogen Regeln 
fiir die Quantenzahlen F und m, nicht rechnen). Das Ergebnis der Berechnung 
‘wird um so genauer, je gréBer die Spin-Bahn-Wechselwirkung im Vergleich zur 
Wechselwirkung V ist. Wenn die zweite nicht klein genug gegen die erste ist, 
‘so mu8 man, um die Energiekorrektion und die Auswahlregeln zu erhalten, 
schon die Funktionen der ersten Naiherung verwenden. Diese haben die Form 


(7 ,J’ EF" | Viy.Jd,F) a) 
yd! +I Ely’, J’) iad Ely, J) 


‘Darin sind (y’, J’, F’ |V| y, J, F) die Nichtdiagonalelemente der Storungsmatrix 
‘und E(y’, J’) — E(y, J) der Unterschied zwischen den Feinstrukturniveaus. 
Die Nichtdiagonalelemente sind nach der Gro8e mit dem Unterschied zwischen 
‘den Hyperfeinstruktur-Unterniveaus vergleichbar und sind gleich Null fir 
AF + 0, AJ + 0, +1 [142]. 
Wie aus (4,7) zu ersehen ist, sind die Hyperfeinstrukturterme mit vorgegebenen 
J und F in erster Naherung lineare Kombinationen anderer Terme der nullten 
Naherung mit gleichen F, aber verschiedenen tibrigen Quantenzahlen. Dabei 
wird das Gewicht des Terms fir das J’ gr6éBer, fiir das der Unterschied der 
‘Feinstrukturniveaus E(y’, J’) — E(y, J) kleiner ist. Das Auftreten dieser line- 
‘aren Kombinationen oder, anders ausgedriickt, diese Mischung der Feinstruktur- 
zustande, fiihrt zu einer Verletzung der Auswahlregeln und erklart damit die 
-Entstehung der verbotenen Linien. 
‘Verbotene Linien, die durch das magnetische Kernfeld erzwungen werden, 
wurden in den Atomspektren der zweiwertigen Elemente Quecksilber und Cad- 
‘mium schon vor langer Zeit entdeckt. Es sind die Linien von HglI: A 2269,80 A, 
6s?18, — 6sp °P, (zuerst 1927 von RAYLEIGH [143] untersucht), 2 2655,58 A, 
6s? 1S, — 6sp 3P, (zuerst von WooD in Fluoreszenz erhalten) und 4 2967,5 A, 
6sp °P, — 6sd 1D, [144] sowie die CdI-Linien 1 3141 A, 58218, — 5sp °P, und 
13320 A, 58218, — 5sp%P,, die 1931 zuerst beobachtet wurden [145]. Der 
Charakter der aufgezahlten Linien wurde nicht sofort erkannt. Eine gewisse 
‘Zeit lang waren sie ratselhaft. Einerseits konnten sie weder zu einer der spon- 
‘tanen Multipolstrahlungen gehéren, da sie keiner einzigen der fiir sie geltenden 
‘Gesamtheiten von Auswahlregeln gehorchten; andererseits konnte man aus der 


ely, J, F) = yO (y, J, FP) + (y',J', F’). (4,7) 
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Analyse ihrer Anregungsbedingungen keinerlei Schliisse auf eine Entstehung 
unter dem HinfluB auBerer Felder ziehen!). BOWEN nahm als erster an, dal 
diese Linien durch das magnetische Kernfeld erzwungen werden. Theoretisck 
untersucht wurde die Hypothese von BOWEN zuerst von GOUDSMIT und 
BACHER 1932 am Beispiel der Linie A 2967,5 A [146]. Sie beriicksichtigten dic 
Wechselwirkung des Kernspins nur mit einem duBeren s-Elektron im Quecki 
silberatom (die Wechselwirkung mit einem d-Elektron ist 100mal schwacher) 
beschrankten sich auch in der Summe des Ausdrucks (4,7) auf ein einziges Gliedj 
das sich auf den Term °D, bezieht (weil er dem Term 1D, am nachsten liegt) unc 
brachten eine Korrektion der Hyperfeinstruktur-Unterniveaus der Terme 1D 
und 8D, fiir die beiden ungeraden Quecksilberisotope Hg!®? (I = 1/2) und Hg? 
(I. = 3/2) an. Es zeigte sich, daB die Unterschiede zwischen den Hyperfein} 
struktur-Unterniveaus mit gleichen F fiir die Terme !D, und °D, im Vergleict} 
zum idealen Schema (d. h. im Vergleich zu den Ergebnissen der Berechnunger 
der nullten Naherung) groBer sind. GoUDSMIT und BACHER begriindeten auBerj 
dem das Auftreten der Linie 3P, — 1D, auch fiir den Fall, wo die miteinande: 
in Wechselwirkung tretenden Terme nur je ein Unterniveau mit gleichem Af 
haben. Fir das Intensitadtsverhaltnis der verbotenen und der entsprechender| 
erlaubten Linie leiteten sie die einfache Formel 


La eles 
Tei Asti6 


(4,84 


ab, wo A der Abstand der angegebenen Unterniveaus ohne Beriicksichtigung| 
der Termwechselwirkung ist und 6 die Anderung dieses Abstands, die durch did 
Termwechselwirkung hervorgerufen wird. | 
Der Theorie der tibrigen verbotenen Linien sind drei Arbeiten gewidmet. In al 
diesen Arbeiten wird ein und dieselbe Hypothese iiber die Entstehung der be} 
trachteten Linien unter dem Einflu8 des magnetischen Kernmoments verwendet4 
In der ersten Arbeit [147] wurden die relativen Intensitaten der Hyperfein 
strukturkomponenten der Linien HgI 1S) — °P, berechnet. In der zweiten [1421 
wurde die verbotene Linie HgI 1S, — *P, untersucht. Man erhielt das Intensi 
tatsverhaltnis der untersuchten Linie fiir die beiden ungeraden Isotope Hg} 
und Hg°!, die die Spins J, = 1/2 bzw. I, = 3/2 haben (die Spins der tibrigen Iso} 
tope sind gleich Null), namlich 

Lf PU) +1) a (4,94 

Tyg? (g)Ig(Tq + 1) de "Tl 
Darin sind g(I,) und g(I,) die gyromagnetischen Verhaltnisse und p, und p, de} 
prozentuale Gehalt an diesen Isotopen. Es wurde festgestellt, daB der Term °F 
den Term °P, am starksten stért. Auf Grund der Annahme, da8 die Nicht 
diagonal- und die Diagonalelemente der Stérungsmatrix (y’, J’, F’ Viv, J, 
von gleicher GréSenordnung sind, wurde das Verhaltnis der Ubergangswahr 
scheinlichkeiten der Uberginge A (P, > 18,) und A (3P, > 18,) abgeschatzt. I 
der letzten Arbeit [148] wurden die verbotenen Uberginge *P, > 18, un 
3P, > 18, fiir Quecksilber, Cadmium und Zink untersucht. Der Term 3P, wird 


{ 
| 


7 


| 


1 


1) Spater wies MiL1JanCuK [160] theoretisch nach, da bei hohen Drucken die Inhomd| 
genitét des zwischenmolekularen elektrischen Feldes in erheblichém MaBe auf die Wahrt 
scheinlichkeit der verbotenen Ubergange vom Typ 'S, — *P, einwirkt.. \.. 
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ebenfalls am staérksten durch den Term °P, gestért. Es wurde nachgewiesen, 
da8 das Verhaltnis (4,9) auch fiir den Ubergang ?P, > 18, in Kraft bleibt. 
_Au8erdem erhielt man durch eine halbempirische Methode (unter Verwendung 
der experimentellen Ergebnisse der Hyperfeinstruktur und der Ergebnisse einer 
_Berechnung der Nichtdiagonalelemente der Stérungsmatirx) die Zahlenwerte 
fiir die Verhaltnisse der Wahrscheinlichkeiten der Uberginge *P,-> 18, und 

°P, > 1S, zur Wahrscheinlichkeit des Resonanztibergangs °P, — 1S, fiir Queck- 
-silber, Cadmium und Zink. Diese Zahlenwerte ergaben sich von gleicher GréBen- 
-ordnung. Aber nur fiir Quecksilber und Cadmium fand man Linien, die den an- 
_gegebenen Ubergingen entsprechen. Ihr Nichtvorhandensein bei Zink kann man 
anscheinend dadurch erklaren, daB die Multiplettniveaus *P,, ®P, und 2P, des 
_Zinkatoms einander sehr nahe liegen, da daher Ubergiinge des Atoms von den 
metastabilen Niveaus *P, und °P, auf das nichtmetastabile Niveau *P, viel 
leichter erfolgen und da8B daher eine so groBe Konzentration der metastabilen 
 Atome, wie sie fiir eine merkliche Intensitat der Linien 1S, — ®P, und 18, — °P, 
erforderlich ist, sehr schwer zu erreichen ist. 


_Erganzend zu den Ergebnissen der betrachteten theoretischen Arbeiten ist noch 
zu bemerken, dai sich schon aus der Hypothese von BOWEN iiber den Usrprung 
der Linien 18) — °Py, 1S) — 3P, und %P, — 1D, folgende Tatsachen ergeben. 
_Erstens: sie werden nur von den ungeraden Isotopen von HgI, CdI und ZnI 
| emittiert (die magnetischen Kernmomente der geraden Isotope dieser Elemente 
sind gleich Null); zweitens: ihre Hyperfeinstruktur muB fiir verschiedene Werte 
‘des Spins verschieden sein, und drittens: beim Vorhandensein mehrerer un- 
i gerader Isotope mu bei den Linien eine Isotopieverschiebung zu beobachten 
sein. 


| Alle diese Besonderheiten sowie die Ergebnisse der oben geschilderten Theorie 
wurden durch die experimentellen Arbeiten von GAVIOLA, MROZOWSKI und 
“anderen Forschern bestatigt [149 — 153]. Inder Arbeit vonGAVIOLA [149] wurde das 
Verhaltnis der Wahrscheinlichkeiten von HgI A (?P)>—>1S,) und HgI A (?P, > 18,) 
ermittelt. MrozowskI [150—151] untersuchte alle drei verbotenen Queck- 
‘silberlinien. Er erhielt sie durch optische Anregung in Quecksilberdampf mit 
einer Beimischung von Stickstoff nach der oben geschilderten Methode. Mro- 
ZOWSKI stellte bei allen diesen Linien die oben erwaihnte Isotopieverschiebung 
fest. Er maB8 fiir die Linien 1S, — 3P, und °P, — 1D, die relativen Intensitaten 
der Hyperfeinstrukturkomponenten und entdeckte auch andere GesetzmaBig- 
keiten, die mit der Theorie in guter Ubereinstimmung stehen. In den Arbeiten 
{152—153] wurde nachgewiesen, daB die Intensitaten der betrachteten Linien 
{sowohl bei Quecksilber als auch bei Cadmium proportional zur Menge der un- 
geraden Isotope sind. (Die Linien wurden in Quecksilber- und Cadmiumdampf 
| von verschiedener Isotopenzusammensetzung angeregt. 


{Auf Grund all unserer Ausfiihrungen iiber den Einflu8 eines magnetischen 
i Kernmoments auf verbotene Ubergange kann man folgern, daB auch die 
Wechselwirkung der elektrischen Quadrupol-Kernmomente mit den Elektronen- 
hiillen zur Entstehung von verbotenen Linien fiihren mu&. Bisher wurde nur 
der Einflu8 des elektrischen Quadrupol-Kernmoments auf die Hyperfeinstruk- 
turniveaus von Atomen verschiedener Elemente untersucht (insbesondere von 
) Europium, Kalium, Casium und anderen [154—155]. Aus den experimentellen 
Daten der Hyperfeinstruktur werden auch hauptsachlich die elektrischen 
Quadrupolmomente der Kerne bestimmt. 
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SchluB 


Von allen verbotenen Linien erhielt man verhaltnismafig nur sehr wenige unter 
Laboratoriumsbedingungen!). Sie wurden sowohl in Absorptionsspektren als 
auch in Emissionsspektren beobachtet. In Absorption?) waren solche Linien 
besonders bequem zu untersuchen, die bei Ubergingen zwischen hohen meta, 
stabilen Niveaus und normalen Niveaus entstehen, weil eine geniigend groBe| 
Konzentration von Atomen mit hohen metastabilen Zustanden auBerordent- 
lich schwer zu erhalten ist. Die Absorptionsmethode zur Untersuchung ver;| 
botener Linien hat ihre Vorziige und ihre Mangel. Einerseits vereinfachen sich 
die Messungen der Ubergangswahrscheinlichkeiten dabei sehr stark, da das} 
Problem der Besetzung der metastabilen Niveaus hier fortfallt. Andererseits 
bereitet es groBe Schwierigkeiten, die Intensitaten schwacher Absorptions; 
linien zu messen; denn man mu8 sehr dicke Schichten der zu untersuchende 
Gase oder Dampfe verwenden. Es ist auch hervorzuheben, da man die Ab} 
sorptionsmethode nur zur Untersuchung von Ubergingen zwischen solcher 
Termen verwenden kann, von denen einer unbedingt normal ist. _ | 
Verbotene Linien in Emission erhielt man am haufigsten in Entladungsrohren} 
Es werden sowohl Réhren mit inneren als auch mit AuBeren Elektroden ver; 
wendet, wobei sich AuBenelektroden besonders dann eignen, wenn der aus} 
reichende Dampfdruck des untersuchten Stoffs erst bei hohen Temperaturen 
erreicht wird. Wie wir schon sagten, mischt man das zu untersuchende Gas, u ‘| 
geniigend intensive spontane verbotene Linien zu erhalten, in geringen Menger} 
mit Edelgasen oder anderen Gasen, deren Atome oder Molekiile hohe Anregungs¥ 
potentiale aufweisen. Die Anwesenheit des Edelgases erhéht die Wahrschein} 
lichkeit dafiir, daB die untersuchten Atome angeregt werden; denn die elastisch« 
ZusammenstoBe der Atome dieses Gases mit freien Elektronen verringern di 
mittlere kinetische Energie der Elektronen bis auf Werte, die mit den Anregungss 
energien metastabiler Niveaus vergleichbar sind. Die Frage nach der konkretet 
Rolle dieses oder jenes Edelgases bei der Erzeugung verbotener Linien ist noc 
nicht gelést. 
Eine andere sehr wichtige Methode, verbotene Linien zu erhalten, ist die Fluores 
zenzmethode. In diesem Fall gehen die Atome des zu untersuchenden Stoff 
zuerst durch Lichtabsorption in hohe angeregte Zustande tiber, um dann durc}} 
Emission oder Zusammenstée mit anderen Atomen in metastabile Nivea 
tberzugehen. Diese Methode wurde bisher nur auf Quecksilber angewan 
(Woop und Gaviora [149]. Der Quecksilberdampf wurde bei Zimmertempé 
ratur unter Zusatz von Helium oder Stickstoff in einer Fluoreszenzréh ! 
untersucht. Die Quecksilberatome wurden durch Bestrahlung mit ihrer Rel 
sonanzstrahlung 4 2537 A bis zu den Niveaus °P, angeregt und gingen dan} 
durch Zusammenstéfe in die metastabilen Zustinde °P, tiber. Ks ware zu wi i 
schen, daB die beschriebene Methode auch in anderen Fallen angewandt wiirde| 


I 


Eine dritte sehr wichtige Methode, verbotene Linien zu erzeugen und zu unte! 
suchen, ist die Methode der Radiospektroskopie. Uber diese Methode und ih} 
Anwendungsgebiet haben wir oben schon gesprochen. 


1) Ausfiihrlicheres bei Mrozowski [2]. 
2) In Absorptionsspektren wurden sowohl spontane als auch erzwungene verbotene Lini¢} 
beobachtet, z. B. die Serien 2S — m?D der Alkalimetalle [93], ..die Quecksilberlinies 
18,—P, [148] u. a. rw: ; 


a fo 
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Alle optischen Methoden sind beim Messen der Intensitaten von schwachen 
verbotenen Linien mit groBen Schwierigkeiten verkniipft, und zwar um so mehr, 
je naher sie erlaubten Linien liegen. Um die Schwierigkeiten zu iiberwinden, 
gibt man ganz allgemein MaBnahmen den Vorzug, die mit der Verbesserung der 
Anregungsbedingungen der verbotenen Linien zusammenhangen, und nicht mit 
der Vervollkommnung der MeBapparatur; denn es kommt manchmal vor, daB 
eine geringe Anderung der Anregungsbedingungen zu éiner mehr als 100fachen 
Intensitatssteigerung der antersuchten verbotenen Linie fiihrt [2]. 

Ks ist hervorzuheben, da8 unter Laboratoriumsbedingungen hauptsichlich die 
-verbotenen Linien neutraler Atome untersucht wurden. Nur bei sehr geringem 
Druck in den Entladungsréhren ohne Beimischung eines Edelgases gelang es, 
die verbotenen Linien einfach ionisierter Atome mit merklicher Intensitat zu 
_ erhalten [2]. Die Untersuchung verbotener Linien von Atomen mit héherem 
Tonisationsgrad unter Laboratoriumsbedingungen hefindet sich jetzt noch im 
_ Anfangsstadium?+). Diese Aufgabe ist wohl die wichtigste unter allen Problemen, 
die sich auf die Untersuchung verbotener Strahlung von Atomen beziehen. 
Da man die tiberwiegende Mehrzahl der in den Spektren von Himmelsk6érpern 
_ zu beobachtenden verbotenen Linien bis jetzt noch nicht im Laboratorium er- 
_halten hat, ist es eine zweite sehr wichtige Aufgabe, die Ubergangswahrschein- 
lichkeiten fiir diese Linien méglichst vollstandig und genau zu berechnen. Diese 
_ Berechnung wurde, wie wir schon bemerkten, fiir die Hauptkonfigurationen, die 
den Atomen von Elementen der ersten beiden kurzen Perioden des Perioden- 
systems angehoren, ziemlich genau durchgefiihrt. Die Berechnung der Wahr- 
scheinlichkeiten verbotener Uberginge, die den Konfigurationen d", d” 1s usw. 
_ angehoren, die hauptsiachlich fiir die Atome der Elemente in der ersten langen 
_Periode charakteristisch sind, wurde (wenn man von den Arbciten von PASTER- 
-NACK [16] und GARSTANG [156] absieht) eigentlich eben erst in Angriff ge- 
nommen. Es ist zu bemerken, daB man, um genaue Zahlenwerte dieser Wahr- 
scheinlichkeiten zu erhalten, einen mdglichst genauen Wert des radialen Inte- 
_grals s, kennen mu. 

Obwohl der allgemeinen Theorie der verbotenen Linien, die von astrophysika- 
lischem Interesse sind, eine ziemlich groBe Zahl von Arbeiten gewidmet ist, 
sind Falle, in denen diese Theorie auf konkrete Linien angewandt werden, doch 
auBerst selten. Soweit bekaunt ist, kann man bis jetzt nur die Theorie der 
_,,Nebel‘‘linien als geniigend weit ausgearbeitet betrachten. 

‘Von den noch nicht gelésten, sowohl theoretischen als auch experimentellen 
_ Aufgaben, die sich auf die verbotene Strahlung von Atomen beziehen, kann 
man folgende nennen: 1. die weitere Entwicklung der Theorie der Zwischen- 
konfigurations- und anderer Wechselwirkungen; 2. die Identifizierung der ibri- 
gen nichtidentifizierten vier Koronalinien und anderen Linien in den Spektren 
der Himmelskérper; 3. die Entdeckung der spontanen Multipollinien von 
hoherer als 2. Klasse; 4. die weitere Untersuchung des Interferenzeffekts in der 
-gemischten Strahlung; 5. das Auffinden rein magnetischer Dipollinien im opti- 
schen Gebiet und andere. 


Ubersetzt von F. Bartels 


4) Wenn man von den Ionen in Kristallen und in Lésungen absieht. 
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I. Einleitung 


Die vorliegende Arbeit beabsichtigt, an die Ubersichtsreferate zum Thema 
Streuung schneller Elektronen, sowohl vom theoretischen Standpunkt von 


1) Vgl. Fortschr. Phys. 3, 1 (1955); 5, 93 (1957). 
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| 
P. URBAN [J], [2] und R. HoFsTADTER [3] als auch vom experimentellen 
Standpunkt [4] anzuschlieBen. Dabei wird nicht nur die neuere Literatur er; 
wahnt, sondern auch die Brauchbarkeit der genannten Formeln fir eal 
Elektronenenergien soll in kurzen Ziigen angedeutet werden. Dies erschein 
uns wichtig, da nach Fertigstellung der Versuchsanlagen in Frascati, Cornell un i 
Stanford Elektronenenergien von mehr als 1000 MeV zur Verfiigung rere 


Schon seit einigen Jahren sind Elektronenenergien von iiber 100 MeV mit dem 
Linearbeschleuniger in Stanford erreicht worden. Bei Streuversuchen ist hierbes 
festgestellt worden, da8 die Ladungsverteilung im Kern ausgedehnt ist, denn vo) 
allem bei gréBeren Streuwinkeln ist der Wirkungsquerschnitt erheblich kleinery 
als bei einer Punktladung zu erwarten ware.. 
Fiir die theoretische Behandlung ist die einfachste Annahme die einer atotinclae 
Ladungsverteilung, doch kann so nur die elastische Streuung gerechnet werden: 
Die Experimente zeigen aber unmiBverstandlich, da die Moglichkeit einer A j 
regung des Kerns besteht, da8 der Kern gespalten werden kann und bei hinj 
reichend groBen Elektronenenergien Mesonen auftreten. Zur Erklarung Giesey 
Erscheinungen werden weniger summarische Vorstellungen notwendig sein, dabe} 
zeigt sich, da die bisherigen Vorstellungen vom Aufbau der Kerne und des 
Nukleonen zu mangelhaft sind. / 
Protonen werden mit Hilfe der Elektron-Proton-Streuung untersucht, dabe} 
werden die bisher gefundenen Ladungsverteilungen zusammengestellt. 
Die Streuung von Elektronen am Deuteron liefert Aussagen tiber die Kernkrafti 
und gibt gute Resultate bei Verwendung des Gartenhauspotentials. Danebe 
gibt hier die unelastische Streuung Hinblicke in die elektromagnetischen Eigen 
schaften des Neutrons, die mit denen des Protons verglichen werden. | 
AbschlieBend wird noch kurz die Méglichkeit besprochen, daB bei kleine} 
Distanzen ein Versagen der Quantenelektrodynamik auftritt und die Ergebniss} 
der Streuung an Protonen und Deuteronen werden mit Hilfe eines modiff 
zierten Coulomb-Potentials angegeben. 


If. Elastische Streuung 


Bei den heute experimentell erreichbaren Elektronenenergien ist voéllig auBe 
Zweifel, daB eine punktformige Ladung zur Erklarung der MeBergebnisse nich} 
mehr herangezogen werden kann. Die beobachteten Wirkungsquerschnitte sinq| 
vor allem bei gro8eren Streuwinkeln, erheblich kleiner, als fiir eine Punktladu 
zu erwarten ware. Die einfachste Méglichkeit zu einer theoretischen Erklaru 
ist die Verwendung einer statischen Ladungsverteilung, fiir sie wird der Wirkung: 
querschnitt ausgerechnet und mit dem Experiment verglichen. Das bedeute 
aber Beschrankung auf elastische Streuung, Selbstverstandlich gibt das stoBend 
Elektron Energie und Impuls an den gestoBenen Kern ab, ein 100 MeV Elektro} 
z. B. an ein Proton fast 20 MeV. Die Streuung heifSt in diesem Sinne elastiscl| 
wenn dem Elektron weiter keine Energie mehr entzogen wird, etwa zur Ay 
regung oder Spaltung des Kerns. Bis zu Elektronenenergien von einigen 100 Me} 
hat der RiickstoB auf den Wirkungsquerschnitt eines schwereren Kernes nu| 
geringen Hinflu8. Das Zustandekommen der Ladungsverteilung aus der Pr¢ 
tonenkonfiguration wird durch diese vereinfachte Betrachtung -nicht erklary 
sie kugelsymmetrisch anzusetzen ist eine weitere Vereinfachung im ‘Hinbli¢ 
auf die auszufithrenden Rechnungen. 


Streuung schneller Elektronen 643 


a) Wirkungsquerschnitt in erster Bornscher Naherung 


Das Bornsche Naherungsverfahren ist das relativ einfachste und iibersicht- 
lichste, mit dem man bei nicht zu schweren Kernen und hohen Energien auch 

sehr brauchbare Resultate bekommt. 

Der Wirkungsquerschnitt ist: 


Ze?\? cos* B/2 F(q)|? 
Os (Fr) sin? 9/2 ae | (1) 
| 1+ —— We sin 9/2 
Und es bedeutet: 
4n 4 
| P(g) = = [ g(r) sin (rg) «rar (2) 


mit: 
l 


gi =) - sin op [yr + 28 + —= 3 Sin? 8/2 


(E, Energie des einfallenden Elektrons) den Formfaktor der Ladungsverteilung 
Q(7). 

Der Nenner 1 + (2H,/Mc?) sin® 3/2 (M Masse des Kerns), beriicksichtigt den 
RiickstoB. eee ist 2H,/Mc? bei nicht zu groBen Energien klein. Der 
erste Faktor im Wirkungsquerschnitt ist die bekannte Mottsche Formel. Der 
Formfaktor hangt sehr einfach von der Ladungsverteilung ab, das ist ein Vorteil 
des Bornschen Naherungsverfahrens. Ware der Formfaktor genau genug aus 
dem Experiment zu entnehmen, dann kénnte die Ladungsverteilung durch 
Umkehrung des Fourier-Integrales F (qg) berechnet werden: 


I 
) 
j 


cies : 
o(r) = 57a, [ Pla) sin (ra) ada. (3) 
Nun ist das praktisch nicht der Fall, man muB sich anders behelfen. Es wird eine 
Ladungsverteilung mit verfiigbaren Parametern angenommen und der Form- 
faktor ausgerechnet. Ein Beispiel, die GauBsche Ladungsverteilung: 
| wai 8 Sch 
o(r) =0)-e “, dazu der Formfaktor: F(qg)=2" a?-g,-e \* 


a ist der Parameter, mit dem man anpassen kann. 

Wird F(q) auf halblogarithmisches Papier gegen qg? aufgetragen, dann entsteht 
eine Gerade. 

Aus dem gemessenen Wirkungsquerschnitt o() lit sich ein experimenteller 
Formfaktor bilden: 


G(q) = - Yo (8). (4) 


Die RiickstoBkorrektur ist, weil ohnehin sehr klein, nicht mehr geschrieben. 
Dieses G(q) wird nun ebenfalls gegen q? auf halblogarithmisches Papier auf- 
getragen, findet sich eine Gerade, dann kann mit dem Parameter a angepaBt 
werden, die Gaufsche Verteilung ware dann mit dem Experiment im Hinklang. 
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Beispiele fiir Ladungsverteilungen und die zugehorigen Formfaktoren find) 
man bei HOFSTADTER [4], die oben skizzierte Methode der Anpassung wend! 
SCHIFF [5a] auf einige praktische Falle an. 
Leider versagt die Bornsche Naherung bei Kernen mit gréBerem Z. Die Ursack 
ist darin zu sehen, da8 im Bereich des Kernes die Wellenfunktion merklich ve 
einer ebenen Welle abweicht. Damit das namlich nicht geschieht, muB d 


Phasenanderung 


z 


/ V (xyz) dz 


= <1 V(xyz) Statisches Potential ({ 


v Geschw. des Elektrons 


sein. Aber hier kann v die Lichtgeschwindigkeit nicht tiberschreiten, das Integrd 
bleibt fir ein Potential V(xyz) groBer Reichweite oder groBen Betragq 
(hohes Z) ebenfalls nicht klein; interessante Elektronenenergien, das sin 
100 MeV und mehr, fiihren ja schon auf v = c. 
Die Bornsche Naherungsmethode kann auch fir nicht kugelsymme’risch] 
Kerne verwendet werden, der Unterschied ist allein, daB der Formfaktor etw3| 
komplizierter wird. | 


| 
b) Summierung der Bornschen Reihe fiir die Streuamplitude nae 


SCHIFF 


Zur Schrédinger-Gleichung (4 + k? — U) W = 0 wird fiir ein Streuprobley 
eine Lésung mit dem asymptotischen Verhalten 


eikr 


W W~ eikor ae 


k 
— f(y k) ( 
gesucht. Dabei ist h®k?2/2m die kinetische Energie der einlaufenden Ele 
tronen, V = h? U/2m das Potential an dem gestreut wird. ky ist ein ss 
der Einfallsrichtung mit dem Betrag k, k hat ebenfalls den Betrag k, die z 
gehorige Richtung ist die Beobachtungsrichtung. f(k, k) ist die Streuamplitud 
fiir sie gilt die unendliche Bornsche Reihe: 


f(WgB) = Sf fem 0 (04) Ory 044) Ula) Clty — Pa) 


-U (vg) G(r, — 4) U (ry) eo dr, d81,. (i 


G ist die Greensche Funktion zum Operator A + k?: 


1 
4nr 


. etkr, (S| 


' SCHIFF [5b] gibt nun ein Verfahren zur Summierung der Reihe (7) unter folgen| 

den Voraussetzungen an: ka > 1, a ist der Bereich, in dem sich das Potenti¢} 
merklich andert, |V| < EH — me?; die linke Seite von (5) wird jetzt keiner Ei | 
schrinkung mehr unterworfen. Die einzelnen Glieder der, Reihe (7) lassen sic) 
nach der Methode der stationaéren Phase approximieren; die Summierung det 
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Reihe wird dann ausfiihrbar. So ergibt sich z. B. fiir groBe Streuwinkel folgende 
Streuamplitude 


v 


3 1 A ° 
f(y) = aif em 00-4 i U(r —e,-s) ds a +e-s)ae|l ae. 
(9) 


@) ist dabei ein Einheitsvektor in der Einfallsrichtung, e ein solcher in der 
Beobachtungsrichtung. 

Fir kleine Streuwinkel ergibt sich eine ahnliche Formel wie (9). Beide erscheinen 
als Verbesserung der ersten Bornschen Naherung, die fiir die Streuamplitude 


f 
} 


Ls 
| t (Ky k) = ree a kr U(r) dr (10) 
liefern wide. 
Die Ubertragung auf den Fall der Dirac-Gleichung ist méglich, man bekommt 
| Ue 
o(Ky k) = (2) (1 —f? sin? $/2) - o(ky k), (11) 


wo o(k, k) = |f(k, k)|? ist. 
‘Dieses Naherungsverfahren wird vor allem fiir schwere Kerne wichtig, bei 
denen die erste Bornsche Naherung versagt. 


c) Genaues Rechenverfahren: Phasenanalyse 


Das Bornsche Verfahren ist nicht genau. Es ist aber wiinschenswert, im Rahmen 
ider schon gemachten Vereinfachungen (statische Ladungsverteilung, Kugel- 
symmetrie) wenigstens mathematisch sichere Resultate zu haben. Dazu ist die 
Dirac-Gleichung zu integrieren. Fiir eine Reihe von Ladungsverteilungen wurde 
das von YENNIE et. al. [6] durchgefiihrt. Wir geben hier einen kurzen AbriB 
ihrer Methode und entnehmen der Arbeit auch die beiden Figuren. Einzelheiten 
der Rechnung sind tibergangen. 

Bei Energien tiber 25 MeV darf die Ruheenergie des Elektrons (0,511 MeV) 
vernachlassigt werden. In der Dirac-Gleichung 


(a-cp+V+ Bmc)¥ = EP (12) 


fehlt dann das Glied mit £. Die @ stellt man nun zweckmaBig durch Matrizen 
dar, die in zwei zweireihige zerfallen. So bleiben die Gleichungen: 


(o-cp+V—E)G=0 (13a) 
(—o -cp+V—E)X=0. (13b) 


b sind die Spinmatrizen, ® und X Zweikomponentwellenfunktionen. Das 
Potential ist kugelsymmetrisch, daher der Gesamtdrehimpuls 


J=rxpt+ sa o (14) 
ine ErhaltungsgréBe, mit der sich die Spin-Winkelanteile abseparieren lassen. 
iir die radialen Wellenfunktionen bleiben zwei gekoppelte Differentialgleichun- 
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gen. Die Eigenfunktionen des Gesamtdrehimpulses kénnen gewahlt werde 1 
J? Dim = 5j(j +1) #2 Dj_ (7 halbzahlig) (152 

J, Dim = mh Din. (15k 

Solche Funktionen lassen sich leicht finden?). - 


Die einfallende Welle ist vorgegeben, die Losungen von (13a) und (13b) miisse 
fiir das Streuproblem das bekannte asymptotische Verhalten haben: | 


etkr 


I ikz 1 te | 
mee (0 etek (ys 9/2 i) Bis ae: (104 
0 P —te 3/2. — 49 ikr i} 
x~(f) et +( & é ) te.) (164 


Hier findet man, da8 wegen der Kugelsymmetrie beide, zu den zwei Spinricl| 
tungen gehorigen Lésungen, dieselbe Streuung ergeben und daB man sich det 
halb auf Gleichung (13a) beschranken kann. Die Lésung wird als Reihe ang | 
setzt, damit das richtige asymptotische Verhalten gegeben ist, nur mit de 


D;:.,. 


| 
D = JX} aj, Dj, . / 
Die Funktion @;1, baut sich aus zwei Summanden auf (siche FuBnote?)} 


, — (G +2) P)-1, (cos 8) | 
ti = ( — Pj_1, (cos 8) e? ) a || 
en (° + 1/2) Pj+1), (cos 2) 
Pe P}+1), (cos 3) e'? 


sind die Spin-Winkelanteile, G;(r) und F;(r) die zugehorigen radialen Weller 
funktionen, also ist zu setzen 


2 


(171) 


1 
Djs), = a (G(r) 4} + F;(r) x31. (1i 


In Gleichung (13a) eingesetzt folgen dann fiir G;(r) und F;(r) die Differentiay 
gleichungen: 


dG; i+ E-V 

Pap OTS wep 3s Aiea ge wi aD (19 
dF; ith hae | 
peck By Seed, = 0: (19) 


Fir die weitere Rechnung werden diese Gleichungen in dimensionslose For 
umgeschrieben. 


*) Die Kigenfunktionen zum Bahndrehimpuls sind Kugelfunktionen Yim und gehoren z}| 
©, entsprechend die Eigenfunktionen zum Spin zur 1),. Dann finden sich die Eigenfun} 
tionen zum Gesamtdrehimpuls im direkten Produkt D, x ®1),. Ein gegebenes D; kann ai 
zwei Arten erhalten werden: See 


Dj, X Oy, = Djz1+ Dj; und Dj-y, x Dy, = Dp FBpy. . 
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Die gesuchte Lésung wird die asymptotische Form haben 


i 1 ikr cos 0 I er F 
| B~ (9 )emrere + (15 gia ce) MOV = Pen + Parma, (188!) 
|dann ist der Wirkungsquerschnitt 


o(8) = (1 + tg? 8/2) |f|?. (20) 
Die Streuamplitude 1i8t sich nun als Reihe schreiben, in die nur die Phasen- 
verschiebungen 7; eingehen: 

1 , 
FB) = 5S (2% — 1) GF + fe) (Py, + Pir (21) 


\Zur Bestimmung der Phasenverschiebungen ist die einfallende Welle nach 
{Bessel-Funktionen zu entwickeln, die das asymptotische Verhalten haben: 


Qkr 
2X ty ~ sin Uhr — Ya G — Ya (22) 
Damit ist zu vergleichen das asymptotische Verhalten der radialen Wellen- 
funktion G(r) 


Gj ~ sin [kr — */, (j — 4/2) +5]. (23) 


Die Phasenverschiebungen 7; sind 
so definiert. 

Zur angenommenen Ladungsver- 
jeilung wird das Potential be- 
‘echnet und mit diesem Potential , 
werden dann die Gleichungen 

19a) und (19b) integriert. Die Peeve eding 
Summierung der Reihe fiir die 
Streuamplitude nehmen YENNIE 
%. al. mit Hilfe eines Kunstgriffes 
for: f(?) = >) a,P, (cos®) ist 

i 


fine Legendresche Reihe. Multi- 
jliziert man mit (1 — cos #)”, 
lann erhalt man nach Umordnung 
“Wieder eine Legendresche Reihe, 
leren Koeffizienten jedoch, bei 
vassend groBem m, duBerst rasch 
‘|bnehmen. In der zitierten Arbeit 
indet man dazu ein instruktives 
#ahlenbeispiel. Bild 1 und 2 zeigen 
ie Resultate fiir zwei spezielle Tae see a ee 
sadungsverteilungen. Bemerkens sere Ty CO 

Mung fiir die glattere GauBsche Bild 1: Wirkungsquerschnitte fir die Punktladung und die 
erteilung sehr gut stimmt, jeden- Elengle dar otslieNey Wloctuoa fiat tox warns 
ills viel besser als man erwarten radius.) Das entspricht einer Energie von 155 Mev bei 
riirde. Die weiteren Einzelheiten Gold und 226 Mev bei Kupfer. Die Bornsche Nahe- 


F rung gibt fiir beide Kerne dasselbe Resultat, sie ist, 
nter den Abbildungen. auch zwischen den Nullstellen, schlecht. 


— 


—— Phasenanalyse Gold 


° <—me » Vie 


--— Sornsche RANEY 


o(9) in cm?/sterad 


Gleichtormige 
Yerteilung 
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ol) incem2/sterad 


30 50 70 : 90 1710 130 150 
Streuwinkel in Grad 
Bild 2. Wirkungsquerschnitte fiir die Punktladung und dieGauBsche 


Ladungsverteilung, entsprechend einer Energie von 155 Mev. 
(a ist der Parameter in der GauBschen Ladungsverteilung.) 


Zweiparameter-Model! 


Stet! 
[ 
Re 


PH nie 

ere TEN Ty 

Fete cao IER: 
“: | 


er 
lea 
rele. el heh Slo 
Ot cOags. seo 516) ioe 6e9 870 
Pr int0-3¢m 


Bild 3. Zur Erklarung der Oberfliichendicke d und des Halbwertsradius c. 


Ladungsdichte 10Cb/cm$ 


Fiir Kerne mit Ordnungszahlen zwischen Z = 20 und Z = 83 bekommt man 

Zweiparametermodellen sehr gute Ubereinstimmung mit dem Experiment. D 
beiden Parameter sind Halbwertsradius und Oberflachendické der- Ladun}j 
verteilung; mit Oberflachendicke ist der Abstand des 90 vom 10 Prozent-Wi 


| 
| 
| 
| 


d) Resultate 


Das Modell der statische 
Ladungsverteilung 1a 
sich ab Helium zur Erkl 
rung der elastischen Stre? 
ung heranziehen. Beii 
Proton und Deuteron bj 
einflussen die magnetische 
Momente der Nukleone 
wesentlich die Streuun} 
Naheres hieriiber in d¢ 
Abschnitten IV und | 
Beim Helium dagegen ve 
schwinden Spin and m 
gnetisches Moment ut 
wenn keine Anregung dj 
Kernes_ stattfindet, tri 
praktisch reine Ladung! 
streuung auf. Bei no) 
schwereren Kernen liefe 
dieses einfache Modell dai} 
recht brauchbare Erg 
nisse. 


Unter Verwendung d} 
Bornschen Naherung ze} 
ten zuerst HOFSTADT 
et. al. [7] und ScHIFF [44 
daB die Ladungsdichte 
Innern des Kernes € 
Maximum hat und geg 
den Rand mehr oder m 
der rasch abfallt. Besa 
ders gute Resultate ware 
insbesondere bei schwert 
Kernen, wegen der k 
schrankten Anwendung 
fahigkeit der Bornsch} 
Naherung nicht zu orl 
‘ten. Das war der Hau 
grund, der YENNIE et. 
[6] bewogen hat, genaj 
Wirkungsquerschnitte 
nach der Methode 
Phasenanalyse zu bered| 
nen. 


px 
Cy 
| 


| 
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ler Ladungsdichte gemeint. Siehe hierzu Bild 3. Der analytische Ausdruck fiir 
lie gezeichnete Fermiverteilung ist: 


2 4 
0) = Spl — jal +t ‘- 


le 


dierbei ist c= 1,07-A’sf1) der Halbwertsradius, wie er sich aus dem 
xperiment ergibt, d=2,4f=4,4-2, die Oberflachendicke. Fir eine- 
eihe von Elementen 
it Z zwischen 20 und 
3 sind die Ladungs- Ladungsdichten 
Z=20 bis 83 


eae 
CCAD ELE 


erteilungen in Bild 4 
largestellt. (Die beiden 
(Abbildungen 3 und 4 sind 
fer Arbeit [4] von Hor- 


fneiten des Abfalles an. 
Jie in Bild 3 gestrichelte 


is 
a 
° 
B 
B 
oe 
SS) 
a 
be] 
= 
@ 
Qu 
@ 
Ladungsdichte 109Cb/em3 


BBA d Nee 
| NWA Nel | 


cungsquerschnitt, der 
ron dem der ausgezo- Pin t0-3¢cm 
eeren Fermiverteilung Bild 4. Fermiverteilungen zu einer Reihe von Kernen. Die Ladungsdichte 
praktisch nicht wunter- nimmt im Zentrum zu! 
chieden werden kann. 
fur leichtere Kerne, also 
olche mit Z < 20, er- 
ibt sich nun bei Ver- 
jvendung des Fermi- 
Nodelles, daB die Kerne 
ast nur aus Oberflache 
yestehen wiirden. Das 
jieht man schon am Ver- 
uf der Kurven in Bild 4. 
trotzdem ist die Uber- 
instimmung mit dem Ex- 
jeriment tiberraschend 
‘jut. Bessere Ubereinstim- 0 


aung geben hier die La- 
ungsverteilungen wie Bild 5. Ladungsverteilungen zu C!? und O1*. Sie lassen sich aus dem 
é Schalenmodell begriinden. 


] 


2:4 = 43, Q,= 1,635 
\ 0%: @ = 2, B= 1,566 


Ladungsdichte, willkiirl Einheiten- 


FA in 107 230m 


ind. a = 4/3 wiirde die 

aadungsverteilung zu Cl? geben, « = 2 diejenige zu O'%. Die beiden zuletzt 
enannten Kerne wurden erst kirzlich in Stanford mit 420 MeV Elektronen 
‘ntersucht, genaueres findet sich in der Arbeit von EHRENBERG et. al. [8]. 


1f—1 Fermi = 10°“ cm. 


Ladungsdichte, willkirliche Einheiten 
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Einer Arbeit von BURLESON und HOFSTADTER [9] ist noch Bild 6 entnomme: 
es zeigt Ladungsverteilungen zu Li®, alle drei geben gute Ubereinstimmung n 
den experimentell gemessenen Wirkungsquerschnitten. 
SchlieBlich soll eine Arbeit von RAVENHALL und YENNIE [10] erwahnt werde 
die in den Zusammenhang hier hineingehért. Bild 7 und 8 entstammen dies} 


Los} 


Mh 


ork 3 
rin 10-3em 
Bild 6. Ladungsverteilungen zu Li®, die am besten die Bild 7. 
MeBwerte wiedergeben. 


7. 


Ss 
& 


of) in cm®/sterad 
S 
% 


pleas 


ed 


10°32 


10°33 
20 400=«=©660) = 80100 «720s 140 
Streuwinke/ in Gred 
Bild 8. Wirkungsquerschnitte fiir Gold, 236 Mev, zu den 
Ladungsverteilungen Bild 7. Die Phasenverschie- 
bungen nj zu gr6Berem j unterscheiden sich um 
weniger als 10-*. 


nm uy > 


Ladungsdichte, willk. Linherten 
~ 


10° 


OG) [hn cme Sterad 


3s 


2 Fermiverteilung, 3 ein Dreiparametermod} 
4 Oberflichenladung, zu denen in Bild 8 | 
Wirkungsquerschnitte abgebildet sind. 


i 
8 


ho 
8 


19739 


10737 
30 


Streuwinkel in Grad 


Bild 9. Berechnete Wirkungsquerschnitte zu 


schiedenen Quadrupolmomenten Qo i} 
10-** cm? fiir Tantak(Z=73), 182 Mev) 
sammen mit MeBwerten. Q, = 10 wi 
durch die MeBpunkte laufen. 
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Arbeit und zeigen zu vier Ladungsverteilungen die entsprechenden Wirkungs- 
querschnitte, berechnet mit der Phasenanalyse. Interessant und wichtig ist aber 
weniger, daB die Wirkungsquerschnitte zum Teil weit auseinanderliegen, son- 
dern da8 sich die Phasenverschiebungen zu den einzelnen Verteilungen fiir héhere 
Drehimpulse 7 um weniger als 10-? unterscheiden. Die Reihe fiir die Streu- 
amplitude ist also auBerst empfindlich, selbst gegen sehr kleine Anderungen 
- der ;. Das heiBt aber, es ist unzulassig, aus einer anndhernden Gleichheit 
der 7; auf eine ebenfalls annaihernde Gleichheit der zugehérigen Wirkungs- 
querschnitte zu schlieBen. In diesem Sinne gibt es keine Modellunabhangigkeit, 
vielmehr ist es méglich, die Oberflachendicke auf 5% und den Halbwertsradius 
auf 1% genau zu bestimmen. Nicht méglich ist es dagegen, genaueres iiber die 
Ladungsverteilung naher dem Kerninneren zu ermitteln, z. B. stimmen die 
Wirkungsquerschnitte, die man zu den Verteilungen2 und 3 aus Bild7 berechnet, 
gleich gut mit den experimentellen Ergebnissen bei 187 MeV iiberein [11]. Die 
Wirkungsquerschnitte in Bild 8 entsprechen allerdings einer Energie von 236 MeV. 


e) Nichtspharische Kerne 


Die Wirkungsquerschnitte, die zu kugelsymmetrischen Kernen berechnet 
werden, zeigen deutliche Beugungsminima, beispielsweise in Bild 8 leicht zu 
_ sehen. Fir viele Kerne (z. B. Au, Pb, Bi) kann man durch Wahl der Parameter 
in den Ladungsverteilungen die berechneten Wirkungsquerschnitte mit den 
gemessenen zur Deckung bringen. Es gibt aber auch Kerne, deren Wirkungs- 
querschnitte so gut wie keine dieser typischen Beugungsminima aufweisen 
(z. B. Hf, Ta, W und U), doch die Neigung der Kurven ist (bei logarithmisch 
geteilter Ordinate) fiir alle Kerne im groBen und ganzen dieselbe. Nun stellt sich 
aber heraus [12], daB sich diese viel glatteren Wirkungsquerschnitte nicht durch - 
Wahl der Oberflachendicke und des Kernradius in den Ladungsverteilungen er- 
halten lassen, ohne dabei die Neigung der Kurven entsprechend zu verandern. 


Dieses etwas seltsame Verhalten wird verstandlicher, wenn man bemerkt, da 
die erstgenannten Kerne in der Nahe von Kernen mit abgeschlossenen Schalen 
liegen, die zweiten dagegen ungefahr in der Mitte zwischen solchen; nach dem 
Bohr-Mottelson-Modell haben die einen praktisch ‘Kugelgestalt, die anderen 
jedoch bei weitem nicht. DOWNS, RAVENHALL und YENNIE berechnen mit diesem 
Kernmodell nach einem Storungsverfahren Wirkungsquerschnitte fir Tantal. 
Oberflachendicke und Kernradius werden dabei von kugelsymmetrischen Kernen 
iibernommen und ein Parameter fiir die Exzentrizitat eingefiihrt, mit dem dann 
die Anpassung an die MeBwerte vorgenommen wird. Die Ergebnisse sind zu- 
sammen mit MeBwerten in Bild 9 (aus der zitierten Arbeit) zu sehen. Q, sind 
Quadrupolmomente in Einheiten 10-*4 cm?. Fiir Q) = 10 wiirde die Kurve durch 
_ die MeBwerte laufen. Das ist ein Wert, der zwischen den spektroskopischen 

und denen durch Coulombanregung gefundenen liegt. (12,9 bzw. 6-10-?* cm?.) 


f) Strahlungskorrekturen 


Bei der Streuung von Elektronen kénnen virtuelle Photonen auftreten. Dadurch 
werden aber Impuls und Energie der einfallenden Elektronen verandert und das 
wirkt sich auf die Winkelverteilung der gestreuten Elektronen aus. Die Quanten- 
elektrodynamik gestattet eine theoretische Behandlung und liefert die soge- 
nannten Strahlungskorrekturen. 
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| 
SCHWINGER [13] untersucht die Strahlungskorrekturen in erster Bornscher | 


N&herung und gibt einen Korrekturfaktor zum Wirkungsquerschnitt fiir die 
elastische Streuung an: 


o.= (1 — 4d) oa ° (25) | 
und es ist : 


_ 4a 2 Ey sin 3/2 E 
6= | oe: In Te (26) | 
Wie SuuRA [14] nachweist, ist der obige Ausdruck auch noch fiir héhere Nahe- 
rungen richtig. Durch Verbesserung des Auflésungsvermégens der MeBinstru- | 
mente, das bedeutet kleineres A Z, ist diese Formel sicher nicht mehr richtig, | 
weil 6 dann groB wird. Rein elastische Streuung ohne Mitwirkung von Strah- | 
lungsvorgingen ist physikalisch unmdglich, nach Schwinger ware .dann die | 
Korrektur 1 — 6 durch e ° zu ersetzen. Von diesem Gesichtspunkt ausgehend | 
berechneten neuerdings YENNIE und SuuRA [15] Strahlungskorrekturen mit | 
einer Methode nach JAUCH-ROHRLICH [16] und finden: i 


o(9, E, AE) = e-*4n[¥(%/42), gy (9) , (27) | 


A hangt noch von £Z und @ ab und entsteht durch Integration tiber die Impulse | 
der emittierten Photonen. H(%) ist eine Integrationskonstante, die nicht naher } 
bestimmt werden kann. Dieses Ergebnis mu8 erst durch das Experiment iiber- || 
pruft werden, vor allem bei héheren Energien, wo die Strahlungskorrekturen | 
eine Rolle spielen. Formel (27) gibt die von Schwinger erwartete Abhangigkeit | 
vom Auflésungsvermégen 4. Die Kernladungszahl kommt auch in dieser || 
Formel nicht vor, es ist also méglich, Strahlungskorrekturen wie bisher durch || 
Vergleichsmessungen an einem Target, dessen Streuquerschnitt berechenbar |} 
ist, zu eliminieren. 
Eine Uberpriifung des Einflusses dieser Korrekturen ist fiir die Streuung an |} 
Protonen von groBer Wichtigkeit, wir werden an anderer Stelle auf diesen || 
Fragenkomplex noch einmal eingehen. 


III. Unelastische Streuung 


a) Allgemeines 


Experimentell wird die Energieverteilung der auslaufenden Elektronen im || 
Streustrahl zu bestimmten jeweils festgehaltenen Streuwinkeln ermittelt. Das || 
Energiespektrum zeigt zuerst die elastische Spitze bei einer Energie, die stets | 
kleiner ist als die Energie der einfallenden Elektronen. Der Energieverlust || 
entsteht nur durch den RiickstoB des Kernes. Weiter hinunter zu kleineren || 
Energien finden sich nun eine Reihe anderer mehr oder minder ausgepragter 
Spitzen. Scharfe Spitzen gehéren zu Anregungsniveaus des Kernes, sie liegen |} 
um die Anregungsenergie tiefer als die elastische Spitze, die zugehérige Streuung || 
heiBt im engeren Sinne unelastisch. Es treten aber auch weniger scharfe Spitzen || 
auf, die Anzahl der in den betreffenden Winkel gestreuten Elektrenen ist fiir || 
einen breiteren Energiebereich ziemlich gleich groB. Die Streuung heiBt inko- || 
harent, aus dem Kern wird durch das stoBende Elektron ein’Teiithen heraus- 
geschleudert, es treten etwa (e, e’p) oder (e, e’'n) Reaktionen ein. Die hetausge- 
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'; schleuderten Teilchen kénnen aber auch gréBer sein, praktisch wird dann der 


Kern gespalten. Je nachdem, wie das herausgeschleuderte Teilchen vorher ge- 
laufen ist, entgegen oder in gleicher Richtung wie das stoBende Elektron, hat 
_ das gestreute Elektron kleinere oder gréBere Energie. Es ist schwierig, die ein- 
zelnen Vorgange aus den gemessenen Verteilungen sicher herauszulesen und zu 
erkennen. Alle diese Spitzen liegen iiber einem kontinuierlichen Untergrund, der 
_ von Elektronen herrihrt, die durch Abstrahlung von reellen Quanten Energie 
_ verloren haben. Auf der niederenergetischen Seite fallen die einzelnen Spitzen 
in einer fiir Strahlungsvorgange typischen Weise ab. In einem Abstand von 
mindestens 140 MeV von der elastischen Spitze steigt die Verteilungskurve wieder 
an. Die zugehérigen Elektronen haben z-Mesonen erzeugt, der Energieverlust 
betragt wenigstens die Ruheenergie. Auf die genannten Vorgange soll nun im 
einzelnen eingegangen werden. 


b) Anregung von Kernniveaus 


Durch den StoB kann eine Anregung des Kerns eintreten, das Elektron wird 
dann unelastisch gestreut. 

Dies beruht auf einer elektromagnetischen Wechselwirkung zwischen dem Kern 
und dem stoBenden Elektron. 

Diese ist durch folgenden allgemeinen quantenmechanischen Ansatz gegeben 


H= [ (ee = 45a) dt. (28) 


v 


Der 2. Term zerfallt in eine Stromdichte infolge der Bahnbewegung der Pro- 
tonen und in eine Magnetisierungsdichte infolge der Kigendrehung der Nukleonen 


j=jst+ds (29) 
H = | (ee = jo L MH) dr. | (30) 


Das Skalar und Vektorpotential kann durch die entsprechenden Groen mit 
Hilfe des elektrischen und magnetischen Feldes ausgedriickt werden [17] oder 
durch das Moller-Potential 
4 1 car 
D = —47e(u;%) —.— ara ¢ (31) 


q cs <) 
ae 
1 zak 


qy_ (4By" 
4) ~ Ge) 
R ist die Nukleonkoordinate und das Moller- Potential gibt das durch das vorbei- 


fliegende Elektron am Ort R& erzeugte Potential an. 
AE = E, — E ist die Energiedifferenz von einfallendem und gestreutem Elek- 


tron und w der bekannte Spinor. 
4 =P) — p ist der dreidimensionale Impuls, der an den Kern abgegeben 


wird. 


A = 47e(uaU) (32) 
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In beiden Fallen wird das einfallende und gestreute Elektron als ebene Welle’ 
behandelt (Bornsche Naherung) und dadurch die Giltigkeit der Formeln auf} 
die Streuung an leichten Kernen beschrankt. | 
Schwierig ist die Behandlung der Ladungs- und Stromdichte des Kerns. Man 
kann diese durch Summen darstellen [78] 


0(7) = earl) + e@(r) + eal) +--+ (33)) 


wobei 
A 
Cay (7) = 2 Onl) 


die Terme sind, bei denen die Dichte nur von den Variablen eines Nukleons4 
abhangt, 0.)(r) von 2 Nukleonen usw. Analog kann auch die Stromdichte auf-. 
gegliedert werden. Die Wechselwirkungsglieder, hervorgerufen durch Austausch- - 
krafte, sind klem und vernachlassigbar, wie im Falle des Deuterons [19, 20, 21]..} 
Dann wird der Ubergang zwischen dem einfallenden Elektron p und dem ge- | 
streuten Elektron p’ durch folgenden Wechselwirkungsansatz dargestellt [22]: | 


me 4 tQ,h ae = eh an | 
H = 3 {eb + 5 Vapi Vn ~ OMe M2 (7.x As) (34) }] 


wenn fir die Nukleonen an Stelle ihrer réumlichen Ladungsverteilung eine} 
punktférmige Ladung (Q) und auch ein punktférmiges magnetisches Moment an-|| 
genommen wird. Dadurch entgeht man einer Behandlung der Mesonenwolke, | 
fiir die derzeit noch keine fundierte Theorie zur Verfiigung steht. Man kann obige} 
Annahme durch einen phanomenologischen Formfaktor ausgleichen, wie noch} 
gezeigt werden wird. 
@, und A, sind die Méller-Potentiale am Ort des Nukleons n. M ist nun die Masse, | 
Q die Ladung und yw das magnetische Moment in Kernmagnetonen der Nukleo- | 
nen. 
Man erhalt diesen Ansatz auch durch die nichtrelativistischen Anteile der} 
Diracgleichung fiir Protonen und Neutronen als diejenige Stérung, die auf diese} 
infolge des auBeren Feldes, dargestellt durch das Méller-Potential, wirkt. 
Fir die Streuung von Elektronen mit héherer Energie wird sich dieser Ansatz.] 
nicht eignen, da die getroffenen Voraussetzungen fiir eine einfache Behandlung] 
der Ladungs- und Stromdichte im Kern ihre Giiltigkeit verlieren. 

In den bisherigen Fallen mu8 aber die Wellenfunktion des Kerns bekannt sein. 


ScuIFF [17] stellt die Wechselwirkung ebenfalls in Abhiangigkeit von eo, 7 und} 
M dar, wobei diese aber im Gegensatz zu FoLpy ¢-Zahlen sind und die Kern- || 


treten mit dem elektrischen und magnetischen Feld in Wechselwirkung (Glg. 30)}| 
und mit Hilfe der Kontinuitaétsgleichung kann man H zu 


Hie | (“jx us MH) ae (35) 
a } 


umformen, wobei h wm die Energie ist, mit der der Kern angeregt wurde. 
Nun wird dieser Ausdruck in Terme zerlegt, die Ubergingen zu elektrischen und || 
magnetischen Multipolen entsprechen und nach diesen éntwickelt. Dieses Ver- || 
fahren wird ausfiihrlich von BLATT und WEISSKOPF [23] beschrfeben. Dabei | 
wird hq, die Impulsdifferenz. der Elektronen, als z-Richtung festgelegt. Das_|| 
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elektrische und magnetische Feld wird als ebene Welle angesetzt (Bornsche 
Naherung) und ebenfalls entwickelt. 

Fir m=0, d.h. keine Anderung der Kernspinkomponente in z-Richtung, 
erhalt man folgenden Wechselwirkungsausdruck : 


setledons 
wae Mt [4m (20 + 1)}'f julqr) Pr.gede, (36) 


: : \z 
wobei 91(%).= 7g Vitis (2) 


_ Die Summierung dieses Ausdruckes iiber / liefert 


fy 9 = age 


» Hig = —4ae WE) fear dx (37) 


den bekannten Wechselwirkungsansatz, wenn nur die Ladungsdichte und 
_Covlomb-Krafte beriicksichtigt werden. 

_#,,, tritt nur fiir elektrische Ubergange auf, H a ==. 05 

Fir m= +1 erhalt man bei elektrischen Multipoliibergangen 


Hi} = Amit -€ pA (iy [ay F fae] mH) (38) 
m(21-+ 1)y f. ae rot j 
: ear n(qr) Pia. v rot | M + aa dt (39) 


| wobei Pru = w/c, 
und fiir magnetische Anregung ergibt sich: 
HED) = 4041. lg (wp |e 4 SEL y| Wo) Uo) 
¢ Ga PPu 


sat 
Tey [irlar) Pi417 rot [j +c rot M] dt. 


Daraus lassen sich nun in iiblicher Weise die entsprechenden Wirkungsquer- 
schnitte bilden und man erhielt z. B. mit H,, [24, 25] 


RES 1) 


e \2 etg2 3/2 ce 
o(8)n~o) = & - ae | (4x2 aaa) pay ee 


2 


=e | Fy, 0 Ib oO (Aer, Punktladung e: 


[ina Pio dt 


Wie ScuHIFF zeigte, ist dieser Wirkungsquerschnitt allein der einzig wichtige, 
sofern man kollektive Ubergange (Rotationszustande) annimmt. Dieser SchluB 
stimmt dagegen nicht fiir Ubergange einzelner Nukleonen, fiir die die einzelnen 
Wechselwirkungsterme von gleicher GroBenordnung sind. 

Im Wirkungsquerschnitt mu8 man die Ubergangsdichten einsetzen, die man 
|mit Hilfe eines Kernmodells erhalt. Man verwendete hierfiir vor allem das 
Schalen- bzw. Einzelteilchenmodell [24, 26—33]. Daneben gibt es noch Rech- 
-nungen mit dem a-Teilchen- und dem Trépfchenmodell [26] usw. Kein berech- 


t92.9/2-F (9) 
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neter Wirkungsquerschnitt konnte mit den experimentellen [34—37] Werten in 
Kinklang gebracht werden, so da sich eine detailliertere Behandlung dieser 
Arbeiten im Rahmen dieses Ubersichtsartikels eriibrigt. Es ist aber verstandlich, 
da®B die Rechnungen zur Beschreibung von angeregten Kernen versagen, da die 
verwendeten Modelle immer nur bestimmte Eigenschaften des Kerns unter ganz | 
vereinfachten Annahmen zu beschreiben vermégen. Ein Modell, das uns zu- | 
friedenstellende Resultate liefern kénnte, miiBte sich sowohl wie ein Kollektiv-| 
als auch wie ein Einzelteilchenmodell verhalten, also irgendwie in der Mitte) 
zwischen diesen beiden Modellen liegen. . 
Inwieweit es gerechtfertigt ist, gerade fiir Einzelteilchenmodelle nur den Wir- 
kungsquerschnitt fiir m—0 zu verwenden, érscheint nach dem vorhin be- | 
sprochenen zweifelhaft. 

Ahnliche Berechnungen der Wechselwirkung mit Hilfe von (Glg. 30), aber ohne | 
einen Term mit dem anomalen magnetischen Moment [38], das aber in einer’ 


x10 31¢m?2 


X10-¢m? 


of-9.) 


k 
Esin V2 9 | 
50 100 MeV 140 50 100 MeV 74e\ 


Bild 10a und b. Die experimentellen Ergebnisse fiir die Anregung des 4,43 MeV-Niveaus von C 12: a) FE, = 187 MeV, 
b) 150 MeV und c) 80 MeV. Wenn die Anregung nur Ubergiinge mit m = 0 einschlieBt, dann soll in A)j} 
eine einfache Kurve entstehen, wenn nur m = --1, eine solche in B) ersichtlich sein. } 


sin? Yo 
1+sin® Ve9 


| | 


neueren Arbeit [39] durch einen Faktor zur Ubergangsstromdichte mitberiick-} 
sichtigt wurde, geben auch die bereits beschriebenen Ergebnisse, wobei nur das; 
Einzelteilchenmodell verwendet wurde. Man erhalt aber wieder keine Uber-: 
einstimmung mit dem Experiment, zeigt aber ebenfalls, daB keiner der genann-4 
ten Ubergainge vernachlassigt werden kann. | 
Man hat nun aber die Méglichkeit experimentell festzustellen, ob ein Ubergang} 
m = 0 oderm= +1 stattfindet. Im ersteren Fall ist der Wirkungsquerschnitt# 
proportional zu py cos? 3/2, im anderen Fall zu po(1 + sin? 3/2). TASsIE driick Hf 
diesen Sachverhalt folgendermafen aus. Im ersten Fall ist o(@) - tg? 3/2 undj 
im 2. Fall sin? 9/2 -o(@) - (1 + sin? 8/2) eine Funktion von £, sin 3/2. E | 
fiihrt dies fiir ein Beispiel, bei dem die meisten experimentellen Werte vor- 
liegen, durch und erhalt die hier wiedergegebenen Werte (Bild 10). Eine ein-| 
deutige Festlegung, ob sich die Kernspinkomponente in g-Richtung andert,| 
gelingt aber nicht. Man kann aber annehmen, da m = 0 Ubergiinge iiber- 
wiegen. Es ware moglich, tiber die Art der Anregung Schliisse zu ziehen4| 
wenn mehr experimentelle Werte zur Verfiigung stiinden. Dabei sollte dié 
Einfallsenergie der Elektronen einige 100 MeV betragen, da dann die be-| 
schriebenen Rechnungen noch einigermaBen exakt sind. ~". \-\ ; 
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Die relativ haufigen Daten beim C!? untersuchte ebenfalls H. G. MoRPURGO und 
fand im Energiebereich von 80—187MeV ein Ansteigen des Verhaltnisses 
0(#)e1/o(P)uney und einen fast 

konstanten Wert fiir o(%)unei- 1 


Diese Erscheinung erklart er 
mit dem Einzelteilchenmodell. 


Weitere Untersuchungen be- 

treffen die Ordnung des Pols. 
_FREGEAU [35] gibt an, daB 
Monopoliiberginge propor- / F? | + Mg (437) 


tional zu q? und jene fir # Si (1,78) 
_1 > 2 proportional zu q, sind. O01- &S (225) , 
_ HELM [86] tragt |F|? gegen $ Ca (3,73) 4 
—qgA’*s auf und findet charakte- ¥ SP (1,85) \ 


| ristische Kurven fiir # 2 und Sr (2,76) Srlé2)4J 


E£ 3 Uberginge (Bild 11), aber gy, 
auch Ausnahmen fiir C und 7a ie 
Ar. 


c) Dispersive Streuung a 


und Korrelationseffekte 


Wenn infolge der Streuung 
) der Kern virtuelle Ubergange 
von und zu angeregten Zu- 
| standen hat, spricht man von 


i Oe 


wy 


dispersiver Streuung. Sie tritt  /F/* A yy 
jneben der elastischen Streu- “- or Z 
yung und neben Anregungen g.001 Z 
von Kernniveaus auf. Die Be- $C (443)X 1.0 % 
rechnung erfolgt in 2. Born- 4C(7,68)x1,0 } 
\scher Naherung mit dem 
i — Mean ants VA (146)X65 
\}Matrixelement V = V;,°+ V;,". 6A(2,4)X 65 
Der Wirkungsquerschnitt o®  — 4.0007 7c : 5 AP 
jergibt sich aus dem dop- ‘ gA%3 —- 


pelten Produkt der beiden 31441, pie Universalkurven von HELM a) fir Mg, Si, 8, Ca und Sr 
Matrixelemente und kann in b) fiir C und A. Die Argonwerte wurden durch Normierung 


wei Glieder aufgespalten SERIO OEE 

ytwerden, wovon das eine die 
\Einprotonen- und das andere die Zweiprotonenladungsdichte enthalt. Fiir 
iese werden einfache Annahmen vorausgesetzt, sodaB es gelingt, dendispersiven 
Anteil als klein abzuschatzen [40]. 

ie genannte Zweiprotonenladungsdichte, die die Koordinaten von 2 Protonen 
ur selben Zeit enthalt, wird von Downs [41] genauer untersucht, aber es ge- 


@) R, Ry) = f(s) 9(|Ro — Ral) (41) 


mufzuspalten, wobei f eine Funktion des Schwerpunktes der beiden Protonen 
?, und R, ist und g die Korrelationsfunktion [42], die fiir neuerliche Beugungs- 
\9 Zeitschrift ,,Fortschritte der Physik‘ 
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erscheinungen bei der Streuung verantwortlich ist. Diese rufen kleinere Schwan- | 
kungen in der monotonen Querschnittskurve hervor, als jene Schwankungen | 
durch den Einflu® der endlich ausgebreiteten Ladungsverteilung des Kerns. 


Diese Korrelationseffekte | 
lassen sich aber besser stu-. 
600 Mev -dieren, wenn man den Wir- 


kungsquerschnitt ftir die 
Anregung von Zustaénden 
iiber alle méglichen Niveaus | 
summiert. Wir gebrauchen | 
aber in diesem Zusammen-. 
hang nicht, wie viele Autoren, , 
die Bezeichnung inkoharente } 
Streuung und _ reservieren 
diesen Ausdriick, was uns 
sinngemaBer erscheint, wie} 
R. HoFsTADTER fir jene 
Streuung, bei der ein Kern-] 
teilchen frei wird. 
Die Summe des Formfaktors4 
(Glg. 40) iiber alle angeregten} 
© -9eR8 Zustande f [43 —47] 


| 
| 


| 


| a A mela] 
Bild 12. Die Summe iiber die Formfaktoren fiir die Anregung von a | 
Niveaus mit der Korrelationsfunktion von GATTO. Sy |F,,|? —Z +f eo?) (R,, Rs) 

f 


u (Rg, Ry) e4(Ro-B) drp, -dt pel 


~~ 600 astische ie! 
= 1 Spitze o®) ist wieder die 2 Protonen- 
ree ladungsdichte, die wie be 
is sprochen, von der Korre+ 
Selg lationsfunktion abhangig ist} 
s u(R,, Ry) ein langsam ver? 
rte! anderlicher Phasenfaktor, de} 
xX nur in den Berechnungen mail 
"3200 der von SCHIFF angegebener} 
S Naherung auftritt [43], nich} 
Y100 aber in den Rechnungen mij 


1. Bornscher Naherung [44] 
0 bis 47]. | 
200 250 00 350 400 | 

Ps) Der erste Term bedeute} 


Bild 13. Energieverteilungskurve fiir die Streuung an Heliumkernen die Streuung an Z una ' 


mit Elektronen von 400 MeV im Streuwinkel # = 45°. Die hangigen punktférmigen Prod 
elastische Protonspitze ist zum Vergleich eingezeichnet. - : | 
tonen, der 2. Term ist aby 


Korrelationseffekte ergeben sich aus dem Pauli-Prinzip und den Kernkraften 
SmitH [45] beriicksichtigte nur ersteres und ein Kristallgittermodell fur di} 
Verteilung der Protonenpaare. GATTO geht in seiner letzten Arbeit [47] dariib | 
hinaus und nimmt Kernkrafte mit einem Yukawa-Potential an,.Sein Ergebnj| 


| 


Streuung schneller Elektronen 659 


nach Summenbildung iiber die unelastischen Wirkungsquerschnitte und Divi- 


| sion durch den Wirkungsquerschnitt fiir die Streuung an der Punktladung e 


sind in Bild 12 fiir drei verschiedene Elektronenenergien aufgetragen. 


} Allgemein kann gesagt werden, da8 bei kleinen Energien die elastische Streuung 


_vorherrschend ist, bei hdheren Energien dagegen Anregung, dariiber hinaus aber 


| nur Streuung an unabhangigen Protonen. Dies entnimmt man dem vorhin 


, angegebenen Wirkungsquerschnitt und der Figur. : 
Bei groBen g-Werten werden aber Meson-, Nukleon- und Austauschstréme die 
| Korrelationsfunktion beeinflussen. 


d) Inkoharente Streuung 


i Bei der Streuung von 400 MeV Elektronen an Helium fand HorsTADTER [4] 


Energieverteilungskurven fir # = 45° (Bild13) und fir & = 60° (Bild 14), 


die zwischen der elastischen und der Mesonspitze ein weiteres Maximum auf- 
ip 


140 
Cae CODD aie 
Pils lew! Jelena? Yo 
S 
Soo | # 


A) | | ice ration | 

JSS eee ee Se a 

Se Sn ae aie 
i 


s 
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8 
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Bild 14: Energievertcilungskurve fiir die Streuung an Heliumkernen mit Elektronen von 400 MeV im Streu- 
winkel & = 66°. Die elastische Protonspitze ist zum Vergleich eingezeichnet. 


| weisen, das einer inkoharenten Streuung zugeordnet werden muB. Dabei erleidet 

der Kern eine Electrodisintegration, ein Neutron oder Proton verla&t den Kern. 

Man kann diese Reaktion durch die bekannte Schreibweise (e, e’ + n) oder 

| (e, e’ + p) ausdriicken. Dié beobachtete Energiedifferenz zur elastischen Spitze 
geht auf Kosten der Bindungsenergie des Nukleons im Kern und erscheint als 

| RiickstoBenergie je nach Bewegungsrichtung des freien Nukleons. 

_ Aus den Figuren ist ein fast monotoner Ubergang zur Mesonenspitze abzulesen; 
um diese Einfliisse beim Studium der Electrodisintegration auszuschlieSen, 
mu8 man sich auf Elektronenenergien beschranken, die wohl diesen Prozeb 
‘erméglichen, wo aber eine Erzeugung von z-Mesonen noch unméglich ist. 

Muro und SEBE [48] berechneten den entsprechenden Wirkungsquerschnitt. 
Dieser muB nun eine andere Energiedichte aufweisen, als bei elastischer Streu- 
ung, die von dem Impuls des wegfliegenden Teilchen abhangig ist. AuBerdem 
muB im Matrixelement iiber die Spins beider Teilchen summiert werden, also 

. bei Emission eines Neutrons tiber Neutron und He 3, im anderen Fall tiber 


Proton und H 3, also 


1 1 3M , 0 7\0 2) 3 
gaye. g* SCN [9 OD? + [CF H’|?0>?} prd prdgy. (43) 


Sea(P) = 
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Die Matrixelemente bedeuten Uberginge zu Singulett- und Triplettzustandeni 
py ist der Impuls des emittierten Nukleons. Fir das 3- und 4-Nukleonensystem 
nehmen sie die Gau8 sche Wellenfunktion an. Die Rechnungen sind aber nich 
so exakt, um irgendwelche Schliisse ziehen zu kénnen, vor allem hinsichtlick 
der Impulsverteilung der Nukleonen im Kern,. woritiber man durch diese Ex 
perimente Erkenntnisse erhofft. Ausfithrlichere Arbeiten tiber die Electrodis: 
integration beim Deuteron werden im Abschnitt V besprochen. 
Andere Messungen beschaftigen sich mit dem Verhaltnis 


a(@,e'n) ea 
Cite haa 


und sollen in erster Linie Aufschliisse geben, welche Multipoliiberginge auff 
treten. Beim Kernphotoeffekt tritt Impulsiibertragung nur in Richtung de} 
einfallenden Welle ein, bei der Elektronstreuung dagegen sind beliebige Richi 
tungen méglich. Die meisten Messungen aber werden fiir Energien ausgefiihrti 
die knapp tiber die Mindestenergie fiir diese Reaktion liegen. 

Dann hat auch im Falle der Electrodisintegration der tibertragene Impuls did 
Richtung des einlaufenden Elektrons. 
Man verwendet hierzu als Targets sandwiches, bei denen die mittlere Schich} 
ein Strahler ist. An der hinteren Schicht ‘iberlagern sich beide Effekte. | 
Ks gilt: 


N. J 

Cod = Sa Oy (454 

N, ist das Intensitétsspektrum virtueller Photonen und ist 
N= M+ (46 


d.h. aus einem Anrteil transversal und longitudinal zur Impulsrichtung auf} 
gebaut, die von der Multipolordnung des Uberganges abhangen und fir di¢| 
einzelnen Ubergainge berechnet wurden [22, 49]. Die entsprechenden Versuch¢ 
wurden bei Be 9 [50], Mn 55 [51], Cu 63 [51, 52, 53], Zn 64 [52], Ag 109 [52] 
Ta 181 [52] und bei O 18 [hier fiir (e, e’ p) Reaktionen] durchgefiihrt. Werder} 
hdhere Energien verwendet [50], dann muB die endliche Ausdehnung des Kernes} 
(im speziellen Fall C 12) durch einen Korrekturfaktor berticksichtigt werden} 
der vor allem den longitudinalen Teil von NV, veraindert. Dieser Korrekturfaktos} 
hangt vom Impuls des Photons und Elektrons, aber auch vom mittleren qua 
dratischen Radius ab. 

Die Deutung des Multipolcharakters gelingt hier relativ gut, in den meister 
Fallen werden Mischungen von elektrischen Dipol- und Quadrupoliibergange | 
angenommen. 


e) Erzeugung von Mesonen 


Mesons (ungefihr 140 MeV) durch die kinetische Energie -. der~einlaufenden| 
Teilchen geliefert werden. Es wird analog wie im vorigen Abschnitt die Erzeugung| 
von Mesonen durch Elektronen wieder der durch Photonen gegeniiber ‘gestellt| 
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PANOFSKY. und seine Mitarbeiter [54] veréffentlichten erstmals genauere Mes- 
sungen fiir die Erzeugung von Mesonen bei der Streuung von Elektronen an 
_ Lithium. Die Versuchsanordnung ist analog jener fiir die Messung des Ver- 
haltnisses von oeq/o,. Es werden also auch hier keine absoluten Werte bestimmt. 
Dabei wurden bei einer Elektronenenergie von 500 MeV: Mesonen von 60 MeV 
im Winkel # = 75° gemessen. Die Beobachtungen zeigen qualitative Uber- 
einstimmung mit der angenommenen und urspriinglich durch die Weizsacker- 
Williams-Formel [55] ausgedriickten Proportionalitat. 
DALITZ und YENNIE [56] berechneten den MesonenerzeugungsprozeB fiir die 
Elektron-Protonstreuung und verglichen die Ergebnisse mit den experimentellen 
Resultaten [57]. Wir werden daher, bei der Behandlung der Elektron-Proton- 
streuung, auf diesen Fragenkomplex naher eingehen. 


f) Bremsstrahlung 


Analog zu den Strahlungskorrekturen kénnen bei einer Streuung auch reelle 
Photonen auftreten. Man verwendete bisher im wesentlichen die in 1. Bornscher 
Naherung abgeleitete Formel von BETHE-HEITLER [58], wonach die Brems- 
strahlung lediglich von der Energie und der Halbwertsbreite der elastischen 
Spitze abhangig ist. BETHE-MAXIMON [59] berechneten die Bremsstrahlung 
nach einer anderen Methode und fanden: 


ZAGenep Oh. ts 
doz(0, 30.9) = ee aa sin 3, sin 3, dd, dd, dy - 
1 sin? 9, (4B? — c2(hq — k)*] 
ct (hq —k)* (1 — cos #,)? 
sin? #, [4H5 — c?(hq — k)?] 
(1 — cos #,)? 


(4H, EH —c(hq —k)? + 2k?) 2sin J, sin 3, cosp i 
i. (1 — cos #,) (1 — cos 3) . 

p® sin? 3, + p; sin? 3/2 ) 
PD; Po (1 — cos #,) (1 — cos A) 


+ 2k? 
V2(x) + Za? y? eal | 
V?(1) 


_ wobei k die Energie des abgestrahlten Quants k, dessen Winkel zu py ist 0, 
und zu p: %, g ist der Winkel zwischen den Ebenen mit 9, und #9. 


V (x) = F(—iZa, iZa, 1; x) 

W(x) = F(1+1Za, 1 —1Za; 2; x) 
[(po kg — k) —4 (hq —k)*] 4 (hg — kk)? + (p.tg — k)) 
s(ha—k) [(po, hq — k) — 4 (hq —k)? + PoP + (Por P)! 


, | [...] kann als Korrekturfaktor der restlichen Formel angesehen werden, die mit 
/ der auf Grund der Bornschen Naherung abgeleiteten Bethe-Heitler-Formel 
identisch ist. Er ist fiir den wichtigen Fall kleiner g-Werte ungefahr eins zu 


ilies 
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setzen, so daB man annehmen kann, daB die Bremsstrahlung einigermaBen exakt 
durch die Bornsche Naherung beschrieben werden kann. Die meisten Quanten 
treten in kleinen Streuwinkeln auf. Es kann also der Einflu8 der Bremsstrahlung 
wieder durch Vergleich von Streuungen an verschiedenen Kernen eliminiert) 
werden. | 
Zur Bestimmung des absoluten Querschnittes ware eine griindliche experimen-| 
telle Uberpriifung der genannten Formel notwendig, vor allem um iiber die} 
Energie der abgestrahlten Quanten eine Aussage treffen zu konnen. Neue theo- | 
retische Arbeiten z. B. P. URBAN [60] stoBen hauptsachlich auf diese Schwierig- | 
keit. : 


g) B-Einfang 


Dieser Effekt gibt einen so kleinen Wirkungsquerschnitt, daB e ue Beobachtung | 
desselben unwahrscheinlich ist. Er liegt in der GroBenordnung von 10-4 cm?. | 


IV. Streuung am Proton 


a) Wirkungsquerschnitt fir elastische Streuung 


Das Proton ist als Target von besonderem Interesse. Hier sind gewisse €treu- | 
phanomene einfacher zu studieren. Fiir den Theoretiker besteht die Méglich- | 
keit die Streuung relativistisch zu berechnen. Es handelt sich dabei um die so- | 
genannte Méllerstreuung, bei der an Stelle des einen Elektrons ein Proton mit} 
anomalem magnetischen Moment tritt, das Proton ist vor der Streuung in | 
Ruhe. Der Wirkungsquerschnitt ist nach ROSENBLUTH [61] mit q laut Glg. (2) | 


(o 7 (é el \2 cos? 3/2 1 
Cs ae 58) sn O 3B | 
h2 q2 oe } 
{1 i ae lea tg ae x|| (48) | 


wobei e’’ die Ladung des Elektrons nach Beriicksichtigung der Strahlungs- | 
korrekturen und Bremsstrahlung desselben ist. Ersetzt man es durch e, so) 
miissen die Strahlungskorrekturen zusatzlich betrachtet werden. e’ ist die effek-. 
tive Ladung und k’e’h/2M c das entsprechende anomale magnetische Moment. | 
e’ beriicksichtigt die Erzeugung virtueller Mesonen, die von Rosenbluth mit} 
Hilfe einer PS—PS-Mesontheorie berechnet werden. Dabei nimmt er die Kopp- | 
lungskonstante so an, daB das anomale magnetische Moment exakt wieder- | 
gegeben wird. Fiir eine symmetrische Theorie ist diese Konstante g? = 57,2.| 
Kr gibt nun an einem Beispiel (EZ) = 500, 8 = 90°) an, daB e’/e = 1,16 und} 
k’e’/ke = 0,48 ist. PANDIT [62] berechnet den Wirkungsquerschnitt (Bild 15))}] 
fiir Hy) = 550 MeV, wobei er eine Mesontheorie mit pseudoskalarer Kopp-}| 
lung g? = 31 (dies entspricht f/? = 0,17) in 1. Ordnung durchgefihrt, aber’ 
einen Abschneideparameter Ky verwendet. Mit K, = 3/2 M gelingt eine Uber-|| 
einstimmung nicht nur mit den in der Figur angegebenen, Werten [63], son-|| 
dern auch bei anderen Energien. (Werte fiir g? = 16 siehe Bild 18-) 
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Ein Vorschlag [64], die Elektron-Proton-Streuung mit Hilfe der Breitschen 
! Zweiteilchengleichung zu behandeln, erscheint weniger hoffnungsvoll, da das 
Nukleon in diesem Fall nur eine Punktladung besitzt. 

} Man entschlo8 sich beim Studium der 

experimentellen Werte, die Rosen- 0/70-2¢m2/sterad ) 

bluthformel zu verwenden. Um aber 
die Mesoneneinfliisse besser studieren 
| zu kénnen, nahm man an Stelle der 
| effektiven Ladung eine punktférmige 
an, die mit dem Ladungsformfaktor 
F, multipliziert werden muB. Dasselbe 
| analog fiir das magnetische Moment, 
| dieser Formfaktor wurde F, genannt. 
| Der Wirkungsquerschnitt wird dann 


e? \2 cos? 9/2 1 
oO (?) = | ——_ ———— e 
2H,/ sin*t 3/2 eee sin? O 
——~ sin* — 
Mc? 2 
2 h2 ¢’ 
° LF + 4M? [20r, oh cr)" tg? 
\ 
8 \ 
30+ won|. (49) SS 
j N 
} Nimmt man fir F, = F, = F?. die- 40 C4 60 700 720 -S 140 
selbe Funktion an, dann gilt Bild 15. Die von PANDIT gefundenen Kurven: Ge- 
strichelte Kurven fiir die Streuung an Dirac- 
a. 1p teilchen mit punktférmiger Ladung bzw. 
o(%) “is (F )? o(#)p unkt> (50) punktférmige aduie. und peabioniice 
anomales magnetisches Moment. Bei den aus- 
wobei d o(P)punkt durch (Glg. 48) ge- gezogenen Kurven wurde der hierfiir ver- 


ere ? wendete Abschneideparameter angeyeben. 
; geben ist, mit e& =¢ = BGs kh’ = K. Schone bereinstimmung wiirde bei K,=3/2M@ 
{ Diese Formfaktoren sind durch eine sein, 


ausgedehnte Ladungsverteilung und 

| ebensolches magnetisches Moment begriindet, kénnen aber auch durch ein Ver- 
f sagen der Quantenelektrodynamik hervorgerufen werden. 

| Bei Annahme einer ausgedehnten Ladungsverteilung gestattet das Experiment 
} bestimmte Verteilungskurven, die im nachsten Abschnitt beschrieben werden. 


Die Beschreibung der Elektron-Proton-Wechselwirkung in kovarianter Form 
| wird im Abschnitt (V, d) behandelt. 


b) Formfaktoren des Protons 


| Neben der bereits beschriebenen Methode kann man die Formfaktoren auch 
| direkt aus der Mesontheorie berechnen [61, 62], z. B. mit Hilfe der Chew-Low- 
| Theorie [65]. Eine Ubereinstimmung iiber einen gré8eren Energiebereich ist 
aber nicht erzielt worden. 

| Es verbleibt daher die Méglichkeit, den Formfaktor empirisch zu bestimmen. 
| HorsTADTER [66] fand folgende Ladungsverteilungen unter der Annahme, daB 
ee I= FP ist; 

Q = GeV? M4 (51) 
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sila Bh 
OT aoe 


Rann Cig ie ae (52) 
a ist der mittlere quadratische Radius der fiir Glg. (51) mit 0,7 f angenom- 
men wird und der fir (Glg. 52), der sogenannten Clementel-Villi-Verteilung [67], 
folgenden Wert hat | 
eg 

i 3 y6c (63) 

Im zweiten Fall wahlt HorsTADTER a= 0,8f und erzielt eine gute Uber-| 
einstimmung bei C = 1,2, d.h. bei der Clementel-Villi-Verteilung miBten dass 
1,2fache der Protonladung in der Mesonenwolke sein, wahrend das 0,2fache als 
negative Punktladung im Zentrum des Protons sitzen miiBte. Das Vorhandensein} 
einer derartigen Punktladung 1a8t sich bei HZ, > 1000 Me‘ iiberpriifen, day 
der Formfaktor fiir bestimmtes g Null wird. ZINGL [68] fand durch ahnliche : 
Uberlegungen C = 1 bis 1,1, wobei a nur wenig gedndert wird, dies wiirde be-} 
 deuten, da8 auch fiir diese Verteilung nicht unbedingt eine zentrale Ladung not-| 
wendig ware. / 
Werden nun die Formfaktoren mit Hilfe von Dispersionsrelationen untersucht,| 
so mu8 eine exponentielle Form der Ladungsverteilung ebenfalls ausgeschlossen| 
werden [69]. Da durch die Bedingung F, = F, die Form der Verteilung stark 
eingeschrankt ist, versucht HOFSTADTER eine Ubereinstimmung zu erzielen,} 
mit Hilfe eines Abschneideparameters zu Ladungsverteilungen die nicht ent-4 
sprochen haben. Er wahlt eine Yukawaverteilung / 


e~7/d I 


2 
setzt diese fiir kleine Radien Null 


ey (55)} 


und erhalt 6 = 0,404 f, d = 0,307 f (hierbei wird a = 0,82 f) oder man setzt 
vorige Ladungsverteilung bei kleinen Radien als konstant an 


—r/b } 
o= ee r>d. (56}} 
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Die vorher genannte Ladungsverteilung ist der Spezialfall h = 0. h hangt vo 
6 ab. Auch hiermit kann eine Ubereinstimmung erzielt werden. 

Es sind sicher noch mehrere Ladungsverteilungen mit den experimentelle 
Werten vertraglich, es fehlt aber eine Theorie, die den Aufbau des Nukleons. 
vernunftig beschreibt. Wenn man auch schon bestimmte Vorstellungen iiben} 
die Mesonwolke besitzt, so fehlt dagegen jede Einsicht beztiglich des Nukleonen}| 
kernes. 
Die genannten Ladungsverteilungen werden in Bild 16 gezeigt. Als Ordinate} 
wurde 47? 9 genommen, ihr Wert ist somit proportional der Gesamtladung in] 
einer Schale vom Radius r. 


| 
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Alle diese Ladungsverteilungen gehen von der Annahme aus, daB F, = F, = F?. 
DaB diese Vereinfachung fast richtig ist, kann experimentell nachgewiesen 
werden. Aus dem Wirkungsquerschnitt ist ersichtlich, da8 bei kleinen Streu- 
winkeln vorwiegend Ladungsstreuung, bei 
groBen Winkeln dagegen magnetische Streu- 24 
ung auftritt. Man kann das VerhAltnis F,/F, 
bestimmen, wenn man gleiche q-Werte, aber 
verschiedene Streuwinkel annimmt. Man fand 20 
fiir kleinere g 1,1 und fiir gréBere 1,04, so daB 
die Annahme F, = F, gerechtfertigt ist. 

Der KEinflu8 héherer elektromagnetischer 16 


Yukawa mit 
Null - Cutoff 


Yukawa mit 
endlichen Cutoff 


Korrekturen bei der Formfaktorberechnung %& 
(Polarisation der Protonladung) ist bis $§% ae 
1000 MeV vernachlassigbar [70]. 8 12 ae. 
s 
 10t 
ec) Totaler Wirkungsquerschnitt Pas 
+ 


Fiir diesen ist der Einflu8 der Strahlungskor- 
rekturen und die Mesonenerzeugung wichtig. 
Ks gelingt auch bei der Streuung an Pro- 0+ 
tonen, den Einflu8 der Strahlungskorrek- 
turen durch relative Messungen zu _ elimi- 
nieren, da diese Korrekturen nur eine geringe 0 
Winkelabhangigkeit haben. Die Strahlungs- 
korrekturen wurden aber inzwischen fiir pig 16. proton-Modelle. Die gestrichelte 
eine Elektronenergie gemessen und die ent- Kurve ist eine exponentielle Ver- 
sprechenden Formeln iiberpriift. Dies geschah ls 

durch die Beobachtung des absoluten Wir- 

kungsquerschnittes [71]. Wenn man die RiickstoBrichtung des Protons (Winkel y 
zur Hinfallsrichtung der Elektronen) in Emulsionen beobachtet, so kann man die 
Ergebnisse mit Hilfe des Wirkungsquerschnittes fiir Protonen mit dem Winkel y 
verifizieren, den man durch Umformung der Rosenbluthformel (48) erhalt: 


20 rink 


= 


10 
6-Funktion 


Be NE 
C2a\a (1 . a uy 
Y E? 


2(1 + K) cos? y 


K? + 


1 
sin? y (1 + a sin? y 


d Ey 0 
wobei ctg y = (1 {- i) tg 2° | 
Wie bereits besprochen, mu8 dieser Wirkungsquerschnitt noch mit (FP)? und 
1 + A multipliziert werden, um die Ausdehnung des Protons und die Strahlungs- 
korrekturen (siehe II e) mit zu beriicksichtigen. Letztere sind aber hier nicht 
vom Auflésungsvermégen des MeBgerates (d. h. reelle Photonen niederer Energie 


| 
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Hy 


sind mit zu beriicksichtigen) abhangig, sondern es miissen auch hochenergetisch 
Quanten betrachtet werden. SCHIFF [72] findet 


{ 2 | 
Fmd 6 gecasd 2 eM ¢) In (Anse Betti Ee, (58) 
aE m Cc? 2 ‘ Um | 
Gin 2H, cos y 31 
2 Ey cos y ) a Im . 6 
17 
ras 4@, 


wobei | 
Ym = durch das Experiment bedingter minimalster noch beobachtbarer Riick- 
stoBimpuls ist; bei kleinen Winkeln ist [13] 


1 —siny 1 1 —siny | 
- Li 59 
[2 sin y (1 + sin y)}"" [5 Sepy ee ee aN (5a) 


Den Einflu8 des RiickstoBes auf die Strahlungskorrekturen ist nach DRELL [73] 
bei Energien von einigen hundert MeV unbedeutend. / 
Wird der somit erhaltene theoretische Wirkungsquerschnitt mit dem experi-| 
mentellen verglichen, so erhalt man 


| 


eet OSs: (60)} 
Otheor. . 


Die Strahlungskorrekturen werden also durch die genannten Formeln in diesem} 
Fall gut wiedergegeben. | 
Die Versuche wurden mit Elektronen von 139,5 MeV gemacht. Interessan | 
waren Versuche mit héherer Energie. 


d) Unelastische Streuung 


Diese wurde erstmals von PANOFSKY und Mitarbeitern (57) nach dem in Ab4 
schnitt IIe beschriebenen Verfahren untersucht. Dabei werden 600 MeV, 
Elektronen verwendet und im Winkel von 75° die 60 MeV und 170 MeV-] 
Mesonen gemessen. Bei diesen Versuchen kann tiber den Impuls des Elektrons| 
nichts ausgesagt werden, da der Impuls des Neutrons unbekannt ist. Bei alle 
verwendeten Energien kénnen aber neben der Reaktion e + p> e’ + n + a} 
auch Vielfacherzeugungen e+ p>p+e’+at+a- und e+ p>n 
+e’ + 2* + 7° auftreten. Letztere Prozesse werden zur Zeit genauer untersucht 


Uberlegungen zur Bestimmung des auftretenden Multipols sind aber noch nich 
zufriedenstellend. 
Die Berechnungen [56] des Verhaltnisses o,,/0,, sind analog zu jenen be 
Electrodisintegration (Glg.46), nur daB an Stelle der GréBen des emittierte r) 


| 


dessen Struktur und Anregung mit den vorhin genannten Messungen in Ein4} 
klang zu bringen. Meeapr 


Diese Uberlegungen sind vor allem durch die ausfihrliche A wendung der 
Chew-Low-Theorie von groBem Interesse, vor allem dodanie oy fir diese} 
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'Theorie auch hier die beste Ubereinstimmung mit dem Experiment zu erwarten 
ist. 

Ein genaueres Eingehen auf diese Theorie ist in diesem Rahmen nicht méglich, 
tsodaB auf eine eingehendere Beschreibung dieser Phanomene verzichtet werden 
muB. 


Y. Die Streuung am Deuteron’ 


a) Die Wellenfunktion des Deuterons 


Diese Streuung mu8 ebenfalls gesondert behandelt werden. Es ist zwar noch 
nicht moglich, ein Zweinukleonenproblem relativistisch zu behandeln, so daB 
wir wieder wie bei den iibrigen zusammengesetzten Kernen mit einer nicht- 
relativistischen Beschreibung vorlieb nehmen miissen. 

Dagegen ist es uns méglich, die Wechselwirkung nach FoLpy anzusetzen, da 
idie Wellenfunktion des Deuterons in der Form 


1 U = Ww 
Ee Van Gg + V8 Sea 7 Vias m,=1,0,—1 (61) 


lals Schwinger- Rarita-Gleichung bekannt ist. 

Sy. = (3/7?) (6,7) (6,7) — 1 ist der Tensoroperator, ym, ist die Spinfunktion fiir 
den Triplettzustand des Neutron-Protonsystems mit dem Drehimpuls J = 1. 
Da der Grundzustand gerade Paritaét hat, besteht die Wellenfunktion aus einem 
S-Zustand (J = 0) und einen D-Zustand (J = 2). Die entsprechenden radialen 
Wellenfunktionen sind u(r) und w(r), die den beiden folgenden Differential- 
gleichungen geniigen: 


h? du ms 

aap! ape + Vz(r)u —Eu=—YVs8 Vo(r) w (62a) 
h? (d?w 6 w\ ide, 
M Ire J eae Va) Be = VBE VT. (62 b) 


Hier bedeuten Vz das Zentralpotential und V7 das Tensorpotential des Zwei- 
Nukleonenpotentials. Wenn der Wirkungsquerschnitt mit Hilfe der radialen 
Wellenfunktion ausgedriickt wird, kann eine Ubereinstimmung mit dem Experi- 
ment bei geeigneter Wahl eines Kernpotentials, bzw. den entsprechenden 
Funktionen u(r) und w(r) gefunden werden. Nun stehen uns diese — wie all- 
gemein bekannt ist — in mehr als ausreichender Zahl zur Verftigung. In letzter 
Zeit schiebt sich aber immer mehr — und nicht nur durch die Elektronenstreu- 
versuche — ein Potential mit einem abstoBenden Kern in den Vordergrund, das 
Gartenhauspotential. 

GARTENHAUS [74] berechnete das Zweinukleonenpotential mit Hilfe der Mesonen- 
theorie von CHEW und Low. Diese Theorie setzt die Wechselwirkung zwischen 
x-Mesonen und Nukleonen als pseudovektorielle Kopplung an. Dieses Potential 
aat also im Gegensatz zu den vielen phanomenologischen Kernkraft-Potentialen 
sine theoretische Fundierung und versagt lediglich bei héheren Energien, es 
erlaubt z. B. einen gebundenen’ P-Zustand. Bei den neuesten Untersuchungen 
wird das Deuteron im Grundzustand durch dieses Potential allein und hdhere 
Zustainde durch eine Kombination desselben mit einem Spin-Bahn-Term, dem 
Signell-Marshak- Potential [75] beschrieben. 
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b) Elastische Streuung 
Der Wechselwirkungsansatz (Glg. 34) lautet speziell fir das Deuteron 


teh (— a eh RE H 
eh = 
~ oc tN ON [7x Al, 
wobei 
in = —1,91314 + 0,00022 
wp= 1+ KP = = 2,79274 + 0,0006 


die magnetischen Momente der Nukleonen sind und @, A die Méller-Potentiall 
(Glg. 31 und 32). Wird in das Matrixelement dieser Wechselwirkung die Wellen} 
funktion fiir den Grundzustand eingesetzt, so erhalt man fiir den Wirkungs} 
querschnitt der elastischen Streuung [76], wobei die Ladung und magnetischay 
Momente als punktformig angesehen werden: | 


e2 \2_ cos? 3/2 G? | 
os (sz) * sin? Ve “1+ (B,/Me) sin? 9/2 (64 
Ss 2 co ae || 
mit @ = | fit + wt) io (SF) ar] +] [aw lu—V8-wla (YE) art | + | 
0 0 
cs 2 hg ( 2 1): 
3 4M? c? \cos? 3/2 


co 


3 ty eae 
te a a) Ne | 
| |[ue ln) (uw w?) 9 (ue + uN 5 w 40 ( a 


0 


valor eo) epee] mE] 


Der erste Term gibt die Streuung an der kugelsymmetrischen Ladungsverteilung! 
der zweite jene vom Quadrupolmoment und der letzte Term gibt die Streuun| 
vom magnetischen Moment. 
JANKUS zeigte nun, daB sich bei Vernachlassigung der kleinen Glieder der Form] 


faktor zu folgenden Ausdruck vereinfacht: 


co 9 


pret ! Way 2) Are 2 
6 


Durch das entgegengesetzte Vorzeichen der cndaenb tether Momiente ist ( bp + enh 
klein und der letzte Term ebenfalls vernachlassigbar. 
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Vird nun die ausgedehnte Ladungsverteilung des Protons in Betracht gezogen, 
9 ergibt sich das Verhaltnis des experimentellen Wirkungsquerschnitt zu jener 
iner Punktladung als 


F? = (FP)? . G2 (66) 


Jurch Vergleich von Glg.65 und Glg. 66 mit den experimentellen Werten 
Bild 17) wird eindeutig das Gartenhauspotential ausgezeichnet [77], wahrend 
vernkrafte vom Typ einer 
Tukawa - Wechselwirkung 
ersagen. Andere Poten- 
iale mtissen noch iiber- 
ruft werden. 

‘rotzdem ist es zu ver- 
reten, dieses spezielle 
otential den Rechnungen 
ugrunde zu legen. ZINGL 
68] fand auf diese Weise 
ei Annahme einer CV- 
sadungsverteilung desPro- 
ons eine Ubereinstim- 
aung, wenn die Parameter 
jeserVerteilung B-1=0,3f QO. G4 08 12" 76 20° 24 © 28 
md € —1 oder 1,1 ge- —» 9-10-8cm-? 4 ‘ 

‘ ahlt werden. . Bild 17. Der von MCINTYRE und Mitarbeiter getundene Formfaktor bei 
Cleinere Differenzen kon- der e-D-Streuung. Die volle Kurve bedeutet G? mit Gartenhaus- 
en durch relativistische Potential, die strichlierte mit Yukawa-Potential. 

iffekte, wie sie von BLAN- 

ENBECLER [78] vorgeschlagen wurden, beseitigt werden. 

Jen mittleren quadratischen elektromagnetischen Radius berechnet BERN- 
TEIN [79] als ap = 2,118f, wahrend experimentell 2,19f gefunden wurde 
$0}. 


c) Unelastische Streuung 


Yie Berechnung ist ahnlich zur Glg. 64, aber es andert sich die Energiedichte 
ie bei zerfallenden Kernen vom Impuls des einen Nukleons abhangig ist. 
durch Verwendung grober Naherungen gq = const und eine ebene Welle fiir das 
fukleon erhalt JANKUS [76] eine Formel fiir den unelastischen Wirkungsquer- 
shnitt, die man naherungsweise als 

| 5 (P)uner = 6 (9)? + 3 (8). (67) 
LANCENBECLER berechnet eine analoge Formel und gibt den Fehler dieser 
ormel bei den verwendeten Energien bis 500 MeV als maximal mit einigen Pro- 
»nten an. Daher ist dies eine gute Methode um den Wirkungsquerschnitt fiir die 
treuung an Neutronen festzustellen. 

erechnungen dieser Zerfalls-Form stammen von mehreren Autoren [22, 
e Sl]. 

ine einfache Zusammenfassung der unelastischen Prozesse hat VALK [82] 
or Offentlicht. 
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wenn das 2-Nukleonproblem zufriedenstellend relativistisch behandelt werde 
konnte. 


VI. Streuung am Neutron und allgemeine Behandlung der Streuung 
an Nukleonen 


a) Streuung an Neutronen 


Mit Hilfe der vorhin angegebenen N&aherungsformel wurde der magnetisck 
Formfaktor untersucht [83, 84], der bei Annahme einer exponentiellen Ladung 
verteilung einen mittleren Radius von 0,75 —0,9 f hat. Die gréBere Unsicherhe 


Neutron 
E= 500 Mev 


0 
40 60 80 100 120 150 40 60 80 100 720 750 
Streuwinke/ in Grad Streuwinkel in brag 


Bild 18a und 18b. Der Wechselwirkungsquerschnitt fiir eP- und eN-Streuung bei einer mit der Mesonenforschu 
vertraglichen Kopplungskonstanten im Gegensatz zu Bild 15. 


gegentiber dem Proton ist den schwierigen experimentellen Bedingungen zuz} 
schreiben. 
Dagegen erhalt man durch inkoharente Streuung am Be 9 und C 12 einen wesen 
lich kleineren Radius, nimlich 0,4 f — 0,7 f [85] und schreibt diesen Effekt di) 
Vernachlassigung der wesentlich staérkeren Bindung (relativ zum Deutero. 
oder des Mesonenaustausches zu. 


[62] durch, indem er den Wirkungsquerschnitt fiir die Streuung am Nukleg¢ 
bestimmt, dessen verschmiertes magnetisches Moment mit Hilfe der Meso) 
theorie ermittelt wird. Der bestmédgliche Wert fiir beide Nukleonen wird i 
Parametern erreicht, die mit jenen, die aus der Mesonenstreuung bekannt sini 
libereinstimmen. Trotzdem bleibt noch eine ungeklarte ‘Abweichung bestehe} 
wie aus Bild 18 zu entnehmen ist. peti ; 
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b) Allgemeine Behandlung der Streuung an Nukleonen 


Jurch die aus der Streuung gewonnene Erkenntnis, da8 Ladung und magneti- 
ches Moment nicht punktférmig sind, gelingt ein kovarianter Ansatz mit Hilfe 
on Formfaktoren. Das Matrixelement lautet [78, 87, 881)] 


- -P,N 1 “é 
yy MELE i, "ga Je? Qe = —(Pu — Pon) = Pp —Pop (68) 
ait 
ju = —teU(p) y, U(Py) (69) 
nd 


Ba 


. . — h K 
| je’ =ieU (P) |i. NEON Ce Gg OMe Hh Aad (@)| is PaWU) 


ie relativistischen Formfaktoren in dieser Gleichung kénnen nicht exakt 
ngegeben werden, da iiber die innere Struktur des Nukleons zur Zeit nichts 
ekannt ist. 

Is ist tiblich, die Formfaktoren durch einen isotopisch skalaren Faktor, der 
ir beide Nukleonen gleich ist, und einen isotopisch vektoriellen Formfaktor, 
er fiir die beiden Nukleonen entgegengesetztes Vorzeichen hat, darzustellen. 
Jamit gelingt eine analoge Aufgliederung der Ladung: 


eS = e(FP + FY) (71a) 
6 = ¢(FF— FS) (71b) 


nd des anomalen magnetischen Moments 
Kia KP BE 4 KN . BN (72a) 
er Pe Ne, (72b) 


tine Beschreibung der elektromagnetischen Eigenschaften der Nukleonen mit 
jiesen GréBen geben ausfihrlich BERNSTEIN und GOLDBERGER [90], sowie 
YRELL [91] und Fo.py [92]. 

er Tatsache, daB die Ladungsdichte ungleich Null, der mittlere quadratische 
iadius und das Volumen der Ladungsdichte des Neutrons aber Null ist, tragt 
‘CHIFF [93] durch die Annahme von Funktionen fiir diese Verteilung Rechnung, 
ie die beschriebenen Eigenschaften haben. Dabei geht er von den theoretischen 
Jberlegungen [87] aus, daB die Nukleon-Ladungsdichte fiir groBe r vorwiegend 
in isotopischer Vektor ist. Das bedeutet, da die Ladungsverteilung des Neutron 
nen positiv und auBen negativ ist. Sehr schwierig dagegen ist mit diesen Funk- 
onen die Beschreibung des Deuterons, hier miiBte die Ladungsdichte des 
feutrons verschwinden. 


VII. Versagen der Quantenelektrodynamik 


is ist derzeit noch nicht nachgewiesen, ob die Quantenelektrodynamik in 
ltistanzen von 1 Fermi und kleiner noch giiltig ist. Derartige Versuche sind aber 
i Vorbereitung. 


' F. GoLtienz berechnete diesen Ansatz mit Hilfe der neuen Quantenfeldtheorie von 
EHMANN, SYMANZIK und ZIMMERMANN [80]. 


| 
| 
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Es kénnen daher die durch die Streuung schneller Elektronen aufgetrete " 
Diskrepanzen, welche zur Annahme von Formfaktoren fiir die Nukleonen £ 
fiihrt haben, teilweise oder ganz durch ein Versagen der Quantenelektrodyn 
mik hervorgerufen werden [4, 83, 87, 94]. | 
Ein einfaches Potential, das das Coulomb- Potential bei kleinen Distanzen n 
Hilfe eines Yukawa-Termes abandert, ist das Vachaspati-Potential [95] 


C Gewichtsfaktor 

1/B Reichweite 

1, Koordinate des Elektrons 
r, Koordinate des Nukleons 


e(1 — Ce Bi—*2)) 
% —%. 


V= 


Durch die Verwendung eines derartigen Potentials wird der Wirkungsquerschny 
genauso verandert, als durch jene ausgedehnte Ladungsverteilung des Proto 
die diesem Potential entspricht u 
von HOFSTADTER als C—V-V} 
teilung bezeichnet wurde. (Siehe 4 
schnitt IV.) | 
CLEMENTEL und VILLI [96] bere¢ 
neten mit diesem Potential die Strd 
ung am Proton und fanden C = | 
und B= 6m, ¢/h = 6,75 - 10? cm} 
wobei der letzte Wert mit dj 
Abschneideparameter der bere 
mehrmals zitierten Mesonentheq} 
von CHEW und Low [97] iibere 
stimmt. HOFSTADTER [66] fand ¢ 
gegen fiir die entsprechende ] 
dungsverteilung des Protons C =. 
und B = 3,36 - 104% cm"!. / 
ZINGL [68] wendet dieses Poten 
bei der Elektron-Deuteron-Streuyy 
an und findet bei gleichzeitiger 4 
nahme des Gartenhaus-Potentii 
[74] 


C =1 bis 1,1 und B=3,3-10%enH 


Potential (MeV) 


Bild 19. Das Vachaspati-Potential fiir die von HOF- . : r é oa 
STADTER und ZINGL gefundenen Parameter. Dieses Ergebnis schlieBt die Mégl y 


Das Coloumb-Potential ist zum Vergleich strich- keit ein, daB das Potential fiir r = 
rerietugeneiohncs: endlich bleibt, in den anderen Fal] 

ist es an dieser Stelle stark abstoBe 

(Bild 19). Zwischen diesen beiden Fallen kann experimentell unterschieden [| 
98] werden, da der Wirkungsquerschnitt fiir C + 1 eine Nullstelle hat. i} 
Die angegebenen Werte werden zur Zeit tiberprift [98]. 
Wir danken vor allem Herrn cand. phil. H. Neuer fiir seine wertvolle Mitarby 
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